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Les semiconducteurs semimagnétiques II-VI forment une famille de composés
pour lesquels une partie des cations a été remplacée par des ions d’un élement de
transition.
Leur originalité résulte dans la présence de moments magnétiques localisés sur
la couche 3d incomplète de l’élément de transition. L’interaction d’échange entre les
électrons délocalisés et ces moments magnétiques est responsable d’un eﬀet Zeeman
géant des bandes de valence et de conduction. Celle-ci se traduit notamment par des
propriétés magnéto-optiques spectaculaires (rotation Faraday, eﬀet Zeeman géant de
la transition excitonique... ).
Cette propriété confère aux semiconducteurs semimagnétiques un atout parti-
culièrement appréciable dans l’étude des propriétés électroniques et optiques des
hétérostructures semiconductrices. Ce travail en illustre deux applications fort dif-
férentes : la caractérisation des interfaces et l’étude des eﬀets excitoniques dans un
gaz d’électrons bidimensionnel dans des puits quantiques.
Dans la première partie nous montrons comment ces composés peuvent nous ren-
seigner sur les propriétés structurales des hétérostuctures. La compréhension des mé-
canismes qui les gouvernent est essentielle pour envisager la réalisation de structures
de très haute qualité. Ce travail a été consacré, en particulier, à la caractérisation
des interfaces d’une série de puits quantiques asymétriques Cd1−xMnxTe/ CdTe /
Cd1−yMgyTe. L’interface semimagnétique CdMnTe / CdTe est sondée sous champ
magnétique par l’eﬀet Zeeman de la transition fondamentale excitonique des por-
teurs conﬁnés dans le puits. Cette technique, très simple à mettre en œuvre, donne
une description précise de la dilution des ions Mn2+ à proximité de l’interface. Elle
met en évidence le mécanisme de ségrégation aux interfaces qui résulte du mélange
des atomes entre deux monocouches adjacentes lors de la croissance.
La deuxième partie, plus novatrice, est consacrée à l’étude des propriétés magnéto-
optiques de puits semimagnétiques Cd1−yMgyTe / Cd1−xMnxTe/ Cd1−yMgyTe dopés
n, asymétriquement, par modulation. Les résultats que nous présentons ici ont été
obtenus pour une gamme de dopage (2.1011 cm−2) jusqu’à présent peu explorée. Elle
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est néanmoins d’un grand intérêt tant les phénomènes excitoniques sont importants
dans les composés II-VI. Les eﬀets spectaculaires (comme l’identiﬁcation de l’exciton
chargé [1]) rapportés récemment pour les dopages plus faibles (quelques 1010 cm−2)
préﬁgurent la richesse des résultats que nous devrions attendre de telles études. La
découverte de nouveaux phénomènes quantiques comme l’eﬀet Hall quantique frac-
tionnaire [2] ou la cristallisation de Wigner [3] dans les semiconducteurs III-V motive
d’autant plus l’exploration de ces propriétés.
Dans ce contexte, les puits quantiques semimagnétiques sont d’un intérêt re-
marquable : le couplage du gaz de porteurs avec les moments magnétiques des ions
Mn2+ oﬀre alors un vaste champ d’étude. La transition ferromagnétique observée
récemment dans un puits CdMnTe dopé p en est une illustration convaincante [4].
Dans les puits de CdMnTe que nous avons étudiés, ce couplage nous permet de
modiﬁer les populations relatives de spin du gaz d’électrons, jusqu’à sa polarisa-
tion complète à un champ magnétique relativement faible. Cette propriété simpliﬁe
considérablement l’interprétation des spectres expérimentaux en découplant les mé-
canismes dépendant et indépendant du spin des électrons. Nous avons pu mettre
ainsi en évidence une série de phénomènes originaux dans les spectres de magnéto-
absorption à basse température qui conﬁrment l’importance des eﬀets excitoniques
en présence d’un gaz de porteurs, même relativement dense, et mettent en évidence
l’apparition d’eﬀets à N corps.
Les semiconducteurs semimagnétiques
Nous rappelons brièvement les propriétés électroniques, optiques et magnétiques
du composé Cd1−xMnxTe [5] ainsi que les principales caractéristiques du composé
non magnétique Cd1−yMgyTe utilisé comme matériau barrière.
1. Structure de bande
Le semiconducteur semimagnétique Cd1−xMnxTe cristallise dans le réseau cu-
bique de la blende de Zinc pour des concentrations inférieures à 77 % (jusqu’à
100 %, par épitaxie sur substrat blende de Zinc). Le réseau est constitué de deux
sous-réseaux cubiques à faces centrées, décalés d’un quart de la diagonale du cube.
Les atomes de Te occupent l’un des sous-réseaux, l’autre étant occupé aléatoire-
ment par des atomes de Cadmium ou de Manganèse. Le paramètre de maille est de
6, 48− 0, 141x Å. Les électrons délocalisés du Te (5s25p4), du Cd (5s2) et du Man-
ganèse (4s2) forment les bandes de valence et de conduction. La périodicité, brisée
par la disposition aléatoire des ions Mn, est rétablie dans l’approximation du cristal
virtuel.
Les extremums des bandes se situent au centre de la première zone de Brillouin
(au point Γ) (ﬁgure I.1). À champ magnétique nul, la bande de conduction (Γ6),
de symétrie s, est dégénérée deux fois (J = 1/2). Le couplage spin-orbite scinde les
états de la bande de valence, de symétrie p, en un quadruplet Γ8 (J = 3/2), qui
forme les bandes de trous lourds (mJ = ±3/2) et de trous légers (mJ = ±1/2), et en









Fig. I.1: Structure de bande au voisinage du point Γ du CdMnTe massif.
orbite ∆so = EΓ8 − EΓ7 = 930 meV (dans CdTe). La largeur de la bande interdite
croît linéairement avec la composition Eg = EΓ6 −EΓ8 = 1606 + 1592x meV [9].
Les électrons de la couche incomplète 3d5 de l’élément de transition sont localisés
au voisinage des ions Mn2+. L’état fondamental de l’ion libre est le multiplet 6S5/2
avec L = 0 et S = 5/2, six fois dégénéré. Dans la matrice CdTe, ni le champ
cristallin, ni le couplage spin-orbite ne lèvent cette dégénéréscence. Les ions Mn2+
présentent un comportement paramagnétique du type Brillouin. Le facteur de Landé
gMn = 2 [10].
Le composé Cd1−yMgyTe est utilisé comme matériau barrière. L’ion Mg2+ est un
élement de la colonne IIA. Sa largeur de bande interdite, qui varie rapidement avec
la concentration (Eg = 1606+1592y meV), en fait un matériau très adapté aux forts
conﬁnements.
2. Interaction d’échange sp− d
L’interaction d’échange entre les électrons délocalisés et les ions magnétiques
est responsable de l’eﬀet Zeeman géant des états électroniques de valence et de
conduction en champ magnétique.





Jsp−d(r−Ri) est l’interaction d’échange entre le moment magnétique de l’ion Mn2+
Si en Ri et le spin de l’électron σ en r. Jsp−d(r−Ri) varie rapidement à l’échelle de
la cellule unité.
Dans l’approximation du champ moyen, proposée par Gaj, Planel et Fishman [12],
les spins des ions magnétiques sont remplacés par leur moyenne thermodynamique
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où la somme est maintenant étendue à tous les sites du sous-réseau des cations.




Jsp−d(r−Ri)〈Sz〉σz et 〈Sx〉 = 〈Sy〉 = 0
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N0αx〈Sz〉 et B = 16N0βx〈Sz〉.N0α etN0β sont respectivement les intégrales
d’échange des bandes s et p. N0 est le nombre de cellules par unité de volume.
Le couplage est ferromagnétique entre les spins des électrons s et d alors qu’il
est antiferromagnétique pour les électrons p et d. Dans CdMnTe [12],
N0α = +0, 22 eV
N0β = −0, 88 eV
L’eﬀet du champ magnétique est donc de lever la dégénérescence des bandes de
valence et de conduction. Les interactions sp − d sont si fortes dans les composés
semimagnétiques que l’on emploie le terme d’« eﬀet Zeeman géant ». Il peut atteindre
pour la bande de valence 100 meV pour un échantillon massif de concentration 17 %.
Les règles de sélection des transitions interbandes en conﬁguration Faraday sont,
en polarisation circulaire σ+, ∆mJ=+1 et en σ−, ∆mJ=-1. Les énergies et les forces
d’oscillateur relatives des transitions Γ8 → Γ6, en présence de l’interaction d’échange
sp− d, sont données dans le tableau I.1.
Pour chaque polarisation circulaire, deux transitions sont permises. Le schéma
de la ﬁgure I.2 résume ces propriétés magnétooptiques.
3. Magnétisme des ions Manganèse - Interactions d− d
Les moments magnétiques des ions Mn2+ dans la matrice CdTe sont couplés
mutuellement, essentiellement par le mécanisme de superéchange [13] (par l’inter-
médiaire de deux trous de la bande de valence). Cette interaction est antiferromagné-
tique, à courte portée. Elle est forte entre atomes premiers voisins, JNN = −6, 3 K,
puis décroît rapidement (JNNN = −1, 3 K entre atomes deuxièmes voisins).
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Tab. I.1: Caractéristiques des transitions magnéto-optiques Γ8 → Γ6 dans un semi-
conducteur semimagnétique massif.























































Fig. I.2: Transitions interbandes en configuration Faraday et en polarisation circu-
laire σ+ et σ− sous champ magnétique.
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La valeur moyenne 〈Sz〉 de chaque ion Mn2+ est donnée, dans l’approximation
de champ moyen, par le modèle d’amas en supposant une distribution aléatoire des
ions. Elle est obtenue en pondérant la moyenne thermique 〈Sz〉i de chaque type





Pour les faibles concentrations de Manganèse (x < 5 %), pour lesquelles la pro-
babilité qu’un ion magnétique appartienne à un amas de plus de trois atomes est
négligeable et en ne considérant que les interactions entre plus proches voisins, quatre
types d’amas sont à envisager :
ions isolés un ion est considéré isolé s’il ne côtoie aucun autre ion magnétique sur
ses 12 sites premiers voisins. La probabilité qu’un ion Mn2+ soit isolé est donc
P1(x) = (1− x)12 ;
paires à 1,7 K, les paires sont gelées dans leur état fondamental jusqu’à 15 T
(B < 2|JNN |/gMnµB). Elles n’apportent aucune contribution à l’aimantation.
P2(x) = 12x(1− x)18 ;
triplets ouverts PO(x) = 18x2(1− x)23(7− 5x) ;
triplets fermés PF (x) = 24x2(1− x)22.
La moyenne thermodynamique du spin d’un ion isolé 〈Sz〉1 est identique à celle
d’un ion libre en présence d’un champ magnétique B. Son comportement est para-

























et T0 est un paramètre phénoménologique qui décrit les interactions entre ions ma-
gnétiques à plus longue portée. Il dépend de la concentration en ion Mn2+.
Le spin moyen d’une paire est nul, soit 〈Sz〉2 = 0. L’état fondamental en champ
magnétique du spin d’un triplet fermé est |S,mS〉 = |5/2,−5/2〉 et celui d’un triplet
ouvert |1/2,−1/2〉 (pour B < 7|JNN |/gMnµB et B < 3|JNN |/gMnµB, respective-




et 〈Sz〉F ≃ 〈Sz〉1
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Fig. I.3: Comparaison du modèle statistique d’amas (équ. I.1) (trait tiré) et de la loi
empirique (I.2) (trait plein) dans l’évolution de l’aimantation à saturation xSeff(x)
(en unité de gMnµB) en fonction de la concentration en ions magnétiques x. La
probabilité qu’un ion magnétique appartienne à un amas d’au plus trois premiers
voisins est aussi représentée en trait pointillé.





















Cette expression est cependant limitée aux faibles concentrations. Au-delà de
5 %, la probabilité qu’un ion magnétique appartienne à un amas de plus grande taille
devient non négligeable. Aussi, Gaj et al. [14, 9] ont proposé une loi empirique pour
Seff(x) et T0(x) d’après une série de mesures sur des échantillons massifs Cd1−xMnxTe
(couches épitaxiées ou monocristaux obtenus par la méthode de Bridgman) pour une




[0, 265 exp(−43, 34x) + 0, 735 exp(−6, 19x)] ,
T0(x) =
35, 37
1 + 2, 752x
x [K]
(I.2)
La comparaison de Seff(x) donnée par le modèle statistique et cette loi empirique
est montrée sur la ﬁgure I.3. On a aussi représenté la probabilité
∑
3 P = P1 +P2 +
PO+PF qu’un ion magnétique appartienne à un amas d’au plus trois premiers voisins.
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L’accord est excellent pour les faibles concentrations, mais se détériore rapidement
lorsque la concentration dépasse 5 %, quand le modèle statistique n’est plus valide.
Nous venons d’évoquer les principales caractéristiques des semiconducteurs se-
mimagnétiques massifs. Le chapitre suivant, sur l’étude des interfaces dans les puits





La perfection des interfaces dans les hétérostructures semiconductrices est limitée
par diﬀérents mécanismes lors de la croissance : la rugosité associée aux ﬂuctuations
de monocouches, l’interdiﬀusion à haute température de croissance, la ségrégation
qui résulte de l’échange d’atomes en surface entre deux monocouches adjacentes...
Ces mécanismes inﬂuencent fortement les propriétés électroniques et optiques des
structures quantiques (puits, superréseaux, etc.). Le processus de ségrégation a
été particulièrement étudié dans les semiconducteurs III-V et Si/Ge par une large
gamme de méthodes expérimentales : en spectroscopie de surface, par électrons Au-
ger ou photoémission (rayons X et ultraviolet) [15], in situ par diﬀraction d’électrons
hautementement énergétiques (RHEED) [16], en microscopie électronique haute ré-
solution [17] ou par eﬀet tunnel [18], en photoluminescence à basse température [19],
en diﬀusion Raman [20]...
Dans les II-VI, les semiconducteurs semimagnétiques se sont révélés être des
matériaux de choix pour caractériser la qualité des interfaces par eﬀet Zeeman. Dans
un puits non magnétique (CdTe) entouré de barrières semimagnétiques (CdMnTe),
les porteurs conﬁnés seront peu sensibles à l’eﬀet Zeeman du puits (où il n’y a
pas d’ion magnétique) et des barrières (où la probabilité de présence des porteurs
est faible) mais en revanche bien plus sensibles à l’eﬀet Zeeman à proximité des
interfaces.
R. Planel a suggéré l’étude de puits quantiques asymétriques semimagnétiques
pour mettre en évidence, de façon convaincante, le processus de ségrégation aux
interfaces lors de la croissance. Il s’agit de deux puits de CdTe, nominalement iden-
tiques, de même largeur et de même composition de barrières. Ils sont asymétriques :
une des barrières est constituée d’un matériau semimagnétique (par ex. CdMnTe),
l’autre est non magnétique (par ex. CdMgTe). Seul l’ordre de la croissance diﬀère
(ﬁgure II.1). Dans le premier cas, la barrière semimagnétique est déposée avant le
puits (interface CdTe sur CdMnTe, dite inverse). Dans l’autre cas, cette barrière est
déposée après le puits (interface CdMnTe sur CdTe, normale).
L’application d’un champ magnétique perpendiculaire au plan des couches mo-
diﬁe grandement la hauteur de la barrière semimagnétique par eﬀet Zeeman (cha-
pitre I). Les niveaux d’énergie électroniques du puits sont redistribués. A priori, si
les interfaces normales et inverses étaient rigoureusement identiques, l’eﬀet Zeeman
des transitions excitoniques serait donc le même pour les deux puits quantiques,









Fig. II.1: Croissance des puits quantiques asymétriques
quelle que soit la nature de leur interface. La ﬁgure II.2 montre l’eﬀet Zeeman de la
transition excitonique du niveau fondamental (E1H1) obtenu, en réﬂectivité, pour
une de nos paires de puits quantiques asymétriques (11 monocouches de largeur)
dont la barrière magnétique est riche en Manganèse (47.2 %, une description précise
de leurs caractéristiques est donnée par la suite) pour les deux polarisations circu-
laires. En comparaison nous avons montré l’eﬀet Zeeman calculé de la transition
excitonique fondamentale d’un puits avec des interfaces parfaites (l’aimantation des
barrières est identique à celle d’un échantillon massif de même concentration).
Cette ﬁgure amène trois constatations :
1. les énergies des transitions expérimentales à champ nul sont bien plus élevées
que celle du puits abrupt calculée d’après la largeur nominale donnée par le
constructeur ;
2. l’eﬀet Zeeman expérimental est beaucoup plus grand, quelle que soit la nature
de l’interface (inverse ou normale), que celui qui est calculé ;
3. enﬁn, l’eﬀet Zeeman expérimental dans les puits diﬀère suivant l’ordre de crois-
sance de la barrière magnétique. Le puits quantique possédant l’interface in-
verse montre un eﬀet Zeeman bien plus important (d’un facteur 4, à 5 T) que
celui ayant l’interface normale.
La diﬀérence d’énergie à champ nul indique un plus fort conﬁnement des por-
teurs dans les structures réelles. Il résulte très certainement d’une largeur de puits
plus faible que celle établie d’après la vitesse de croissance du CdTe, calibrée par
les oscillations RHEED. Ce rétrécissement peut, certes, provenir de la réduction,
involontaire, des ﬂux de Cd et de Te pendant la croissance (par exemple si la tempé-
rature des cellules n’est pas totalement stabilisée en début de croissance). Cependant,
il peut être aussi la conséquence de la dilution des atomes de l’interface dans le puits
par le mécanisme de ségrégation ou d’interdiﬀusion.
Le deuxième point montre une très forte modiﬁcation de l’aimantation qui ne
peut provenir que de l’interface magnétique. Gaj et al. [14] ont envisagé deux contri-
butions à ce phénomène : un eﬀet intrinsèque qui résulte de la suppression brutale
d’une partie des premiers voisins magnétiques des ions Manganèse de l’interface. La
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Fig. II.2: Effet Zeeman de la transition excitonique E1H1 de deux puits asymé-
triques : • (resp. ◦) : interface normale (CdMnTe sur CdTe) ;  (resp. ) : interface
inverse (CdTe sur CdMnTe) ;  (resp. ♦) : effet Zeeman calculé pour des interfaces
parfaites, l’aimantation de la barrière étant celle d’un massif de même composition,
en polarisation σ+ (resp. σ−)
réduction des interactions antiferromagnétiques entre ions Mn2+ est ainsi respon-
sable d’une aimantation accrue de l’interface qui se traduit par un eﬀet Zeeman
des niveaux conﬁnés plus important. Le second eﬀet, extrinsèque, est la dilution des
ions Mn de l’interface dans le puits où la probabilité de présence des porteurs est
la plus élevée. L’interaction d’échange porteurs – ions Manganèse sera donc plus
importante.
Enﬁn la troisième observation met clairement en évidence une anisotropie se
développant suivant l’axe de croissance. Celle-ci est la signature, très probable, de la
présence d’un mécanisme de ségrégation responsable la dilution du Manganèse dans
le puits.
L’équipe grenobloise du Laboratoire de Spectroscopie Physique de l’université
J. Fourier a largement utilisé cette méthode pour mettre en évidence le mécanisme
de ségrégation. Leurs résultats expérimentaux montrent, de manière cohérente, le
caractère systématique et dominant de ce mécanisme dans diﬀérents types d’hété-
rostructures (puits quantiques ou superréseaux) [21, 14, 9].
Cependant, Schmitt et al. [22] de l’université de Würzburg ont rapporté récem-
ment un comportement diﬀérent sur une série de puits CdMnTe/CdTe/CdMgTe de
faibles largeurs (60-, 24- et 12 Å) qui semble incompatible avec le seul mécanisme
de la ségrégation.
Nous avons donc voulu vériﬁer sur plusieurs séries de puits quantiques de même
nature, provenant d’un troisième laboratoire, l’Institut de Physique de l’Académie
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des Sciences de Varsovie, la qualité des interfaces CdMnTe/CdTe.
Les résultats de nos expériences et notre interprétation sont donnés dans la troi-
sième partie de ce chapitre. Mais il convient auparavant de décrire les diﬀérents
mécanismes qui interviennent lors de la croissance et altèrent la perfection des inter-
faces. Puis, dans un second temps, nous présenterons le modèle d’aimantation locale
développé par Gaj et coll. [14] pour décrire l’eﬀet Zeeman des porteurs conﬁnés dans
le puits quantique.
A. Interfaces imparfaites — Effet extrinsèque
Trois mécanismes sont principalement responsables de l’altération de la qua-
lité de l’interface. La rugosité, qui se développe dans le plan des couches perpen-
diculairement à l’axe de croissance, provient de la ﬂuctuation de monocouches à
l’interface. La ségrégation et l’interdiﬀusion résultent toutes deux de l’échange de
matière entre couches ; elles se manifestent dans la direction de la croissance. La sé-
grégation, contrairement à l’interdiﬀusion, est un mécanisme hautement anisotrope.
Seules quelques techniques expérimentales comme les mesures RHEED réalisées par
J.-M. Gérard [16] ou la microscopie électronique ou l’eﬀet tunnel [17, 18] permettent
de mesurer directement le proﬁl de concentration, monocouche par monocouche.
Dans la plupart des expériences, notamment par l’étude de l’eﬀet Zeeman, l’inter-
prétation des résultats nécessite un modèle théorique pour construire le proﬁl des
interfaces. Il sera donné pour les mécanismes d’interdiﬀusion et de ségrégation.
1. De la rugosité
La spectroscopie excitonique des puits quantiques montre un élargissement des
raies lorsque la largeur des puits diminue. Ce phénomène est révélateur de la ru-
gosité se développant aux interfaces due à la formation de larges îlots (de quelques
dizaines à quelques centaines d’angströms de largeur) d’une à deux monocouches de
hauteur. Ces terrasses induisent des ﬂuctuations d’épaisseur du puits responsables
de l’élargissement des raies excitoniques. Ces ﬂuctuations sont aussi à l’origine de la
localisation des excitons. Elle se traduit par un décalage, appelé décalage de Stokes,
entre la position énergétique des raies de photoluminescence et d’absorption (ou
d’excitation de la luminescence).
On distingue, en spectroscopie excitonique, trois types de rugosité [23, 24] :
– une rugosité à courte échelle, lorsque la taille des îlots est comparable au rayon
de Bohr de l’exciton (∼ 50–70 Å dans les II-VI). L’interface est dite rugueuse.
L’exciton se localise très facilement dans une ﬂuctuation d’interface. Les raies
sont larges ;
– une rugosité à très courte échelle, quand la taille de îlots est bien inférieure au
rayon de Bohr. L’exciton « voit » une largeur de puits moyenne. Les raies sont
plus ﬁnes que dans le premier cas. L’interface est dite alors pseudo-lisse ;
– enﬁn, sous d’excellentes conditions de croissance (notamment, en réalisant des
arrêts de croissance aux interfaces), les terrasses peuvent s’étendre alors sur
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plusieurs centaines d’angströms. Les interfaces sont, pour l’exciton, parfaite-
ment lisses. Les raies sont extrêmement ﬁnes, et les spectres peuvent présenter
trois pics associés aux largeurs L et L± 1 monocouche dues à cette rugosité à
longue échelle (L est la largeur du puits).
La rugosité peut diﬃcilement rendre compte du comportement anisotrope ob-
servé plus haut. Les deux interfaces, inverse et normale, peuvent eﬀectivement pré-
senter une rugosité diﬀérente (comme dans les interfaces GaAs/AlAs et AlAs/GaAs)
mais ne peuvent expliquer un tel contraste dans l’eﬀet Zeeman [9].
2. De l’interdiffusion
Dans les hétérostructures II–VI ou III–V, l’interdiﬀusion en cours de croissance
est souvent négligeable aux températures habituelles de croissance. Le transport de
matière, activée thermiquement, est en eﬀet peu probable pour ces températures de
l’ordre de 280˚C dans les II–VI à base de Tellure. Grieshaber et al. [9] ont observé le
phénomène d’interdiﬀusion pour des échantillons synthétisés au-delà de 310˚C. Ce
transport est isotrope, indépendant du sens de croissance (le coeﬃcient de diﬀusion
est identique pour les interfaces normales et inverses). Le proﬁl est généralement
modélisé par la fonction erreur, convolution du proﬁl de composition abrupt par
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Fig. II.3: Profils de concentration en Manganèse modélisant l’interdiffusion aux in-
terfaces normale et inverse Cd0,5Mn0.5Te/CdTe. Traits continus : longueur caracté-
ristique d’interdiffusion ℓDMn = 0, 7 Å. Traits tirets : sans interdiffusion.
l’anisotropie observée dans les puits asymétriques.
Ce mécanisme a été mis en évidence dans des échantillons recuits à haute tem-
pérature. Nous donnerons, en ﬁn de chapitre, les résultats obtenus par Maćkowski
et al. [25] sur les puits asymétriques objets de notre étude.
3. De la ségrégation de surface
La ségrégation de surface est un mécanisme hautement anisotrope. Elle corres-
pond à l’échange de matière (dans notre cas, d’atomes de Cd et de Mn) entre la
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dernière couche incorporée et la couche en cours de croissance. Les couches enfouies
sont « gelées » et ne participent plus à la ségrégation. Moison [15] décrit très simple-
ment ce processus dans le cas d’une interface B−As sur A−As (où A et B sont des
éléments de la IIIe colonne) : pendant le dépôt de la première couche de B −As sur
A−As une fraction σ de la monocouche inférieure A migre vers la surface, alors que
dans le même temps une fraction identique de la monocouche B en surface est incor-
porée dans la couche inférieure. Le dépôt d’une troisième monocouche de B−As en
surface « ﬁxe » alors la première couche. La ségrégation intervient maintenant entre
la deuxième et la troisième couche, et ainsi de suite. La composition en élément A
de la i-ème monocouche est donc donnée par :
xi = 1, i < 0
x0 = 1− σ (II.1)
xi = (1− σ) σi = (1− σ) exp(− z
ℓA
), i > 0
La fraction σ de matière échangée a été ici supposée constante, quelles que soient
les proportions des éléments A et B de la monocouche considérée. Nous verrons plus
loin que cette approximation est raisonnable. Les équations II.1 font apparaître une
décroissance exponentielle de la concentration de l’élément A, avec une longueur ca-
ractéristique ℓA, la longueur de dilution reliée à σ par ℓA = −a0/ lnσ (a0 est l’épais-
seur d’une monocouche). Pour souligner le caractère anisotrope de la ségrégation,
la ﬁgure II.4 donne le proﬁl de composition de l’élément Mn2+ de deux interfaces
normale et inverse CdTe/Cd1−xMnxTe pour x = 0, 5 et une longueur de dilution
ℓMn = 4.7 Å. Dans ce cas, le mélange des ions Mn/Cd entre les deux monocouches
de surface est complet (σ = 0, 5) et le proﬁl de concentration est de la forme x,
x/2, x/4, x/8... pour l’interface inverse et de la forme x/2, 3x/4... pour l’interface
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Fig. II.4: Profil de concentration en Manganèse modélisant la ségrégation pour des
interfaces normale et inverse – Traits continus : ℓMn = 4.7 Å (K = 1), traits tirés :
sans ségrégation.
A. Interfaces imparfaites — Effet extrinsèque 21
Le premier modèle quantitatif nous vient des métallurgistes [26, 27] qui ont décrit
l’équilibre thermodynamique des deux dernières couches de surface. Il a été largement
repris, et amélioré pour les semiconducteurs [15, 28, 29]. Récemment Dehease et
al. [30] ont proposé un modèle cinétique de ségrégation lorsque les conditions de
croissance (vitesses de croissance importantes et faible température de substrat) ne
permettent pas d’atteindre l’équilibre thermodynamique.
Modèle thermodynamique
Ce modèle suppose l’équilibre chimique entre la couche de surface et la couche
immédiatement inférieure (incorporée). Il est atteint lorsque les potentiels chimiques
du massif (pour la couche incorporée) et de surface sont égaux. La réaction chimique
à l’équilibre des deux dernières couches constituées des éléments A et B s’écrit
ainsi (en reprenant les notations de Mariette et al. [28]) :
Es
Aincorpore´ + Bsurface ←→ Asurface + Bincorpore´
Initialement xi 1− xs xs 1− xi
A` l′e´quilibre xi − xt 1− xs − xt xs + xt 1− xi + xt
(II.2)
où xi,s (resp. 1− xi,s) est la composition en élément A (resp. B) dans la couche
incorporée (i) ou dans la couche de surface (s). xt est la proportion d’éléments A
ayant migrés vers la surface (nous verrons plus bas comment xt est reliée à la fraction
σ introduite par Moison dans l’équation II.1). La constante d’action de masse est
donc :
K =
(xs + xt)(1− xi + xt)
(xi − xt)(1− xs − xt) =
xeqs (1− xeqi )
xeqi (1− xeqs )
(II.3)
À l’équilibre, K est donnée (Mc Lean [27]) par la loi d’action de masse (II.4)
par analogie aux équilibres chimiques des réactions en phase gazeuse ou en solution
(voir par ex. [31]). Es est un terme phénoménologique d’énergie « chimique » qui
exprime la propension d’un atome A à migrer vers la surface en échange d’un atome
B (Mariette [28] emploie aussi le terme d’énergie d’activation). Cette forme, inspirée
des métallurgistes, a été largement reprise pour la croissance des semiconducteurs III-
V (par ex. [15, 19]) ou II-VI (voir [21, 9]) en ajoutant éventuellement à l’exposant un
terme d’énergie élastique lorsque la diﬀérence des paramètres de maille des matériaux
A − C et B − C est trop importante. Mais récemment, Mariette et al. [28, 29] ont
proposé d’introduire un préfacteur K0 à l’exponentielle (équ. II.5) arguant que les
« phases » atome A dans la couche de surface et atome A dans la couche incorporée
ne sont pas de même nature à la diﬀérence d’une réaction en phase gazeuse ou
en solution diluée. Ils soulignent aussi l’analogie du mécanisme de ségrégation avec
échange des atomes A/B avec celui des impuretés dans un semiconducteur, qui est
décrit lui aussi avec un préfacteur. K est alors un coeﬃcient de distribution.
K = e−Es/kBT Moison et al . [15] (II.4)
K = K0 e
−Es/kBT Mariette et al . [28] (II.5)
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Ce choix peut modiﬁer largement l’interprétation de la valeur de Es. En eﬀet,
dans le cas K = 1 (valeur que nous retrouverons le plus souvent dans nos résultats
expérimentaux), lorsque le mélange des élements A et B entre les deux couches est
complet, Es = 0 selon la loi (II.4) utilisée par Moison. L’échange d’un atome A
incorporé et d’un atome B de surface est aussi probable qu’un échange inverse. En
revanche, la présence du préfacteur K0, diﬀérent de l’unité, dans l’expression (II.5)
impose, pour K = 0, une valeur non nulle de Es, un des deux états est donc plus
favorable, mais leur taux d’occupation est identique.
Modèle cinétique
Le modèle thermodynamique a cependant été mis en défaut lors de la croissance
d’hétérostructures à faible température de substrat : il ne décrit plus les variations de
proﬁl avec la température. Dans GaInAs sur GaAs, notamment, ce modèle prévoit
une augmentation de la ségrégation de l’Indium vers la surface lorsque la tempéra-
ture décroît (ES est négative). Expérimentalement, Larive et al. [32] ont observé, à
l’inverse, que la ségrégation de l’In devenait plus faible lorsque la température du sub-
strat diminuait. Ce comportement suggère l’importance des phénomènes cinétiques
négligés dans le modèle thermodynamique : à faibles températures de substrat ou à
fortes vitesses de croissance, l’équilibre thermodynamique n’est pas atteint avant le
« gel » de la monocouche dans la matrice. Dehease et al. [30] ont donc proposé un
modèle cinétique.
L’équation II.2 doit être réécrite pour faire intervenir le paramètre temps. Elle






←− Asurface + Bincorpore´
Monocouche P2
a` t = 0 XA,i(0) 0 0 XB,i(0)
comple´te´e XA,i(tMC) XB,s(tMC) XA,s(tMC) XB,i(tMC)
XA (B),i (s) sont les quantités d’élements A ou B présents dans la monocouche de
surface (s) ou incorporée (i). P1 est la probabilité qu’un atome B migre de la couche
de surface vers celle incorporée avec échange d’un atome A, P1 = ν1 exp(−E1/kBT ),
et P2 = ν2 exp(−E2/kBT ) est la probabilité du processus inverse (un atome B mi-
grant vers la couche de surface). E1 et E2 représentent les barrières énergétiques à
franchir pour passer d’une conﬁguration à une autre (voir le diagramme de conﬁgu-
ration sur la ﬁgure II.5). Dans les III-V elles sont de l’ordre des énergies de liaison de
l’élément III (1 à 2 meV). Les fréquences de vibration ν1 et ν2 sont des combinaisons
des fréquences de vibration du réseau de surface et du massif (ν1 ≈ ν2 ≈ 1013s−1).
Enﬁn, ΦB(t) est le ﬂux incident d’atomes B adsorbés en surface.
Pendant l’intervalle de temps dt, la variation de XB,s(t) est donnée par la somme
du ﬂux incident ΦB(t) et du nombre d’atomes B de la couche incorporée migrant
















Fig. II.5: Diagramme de configuration pour un processus d’échange A/B
vers la couche de surface P2XA,s(t)XB,i(t) moins le nombre d’atomes B migrant,
par le processus d’échange inverse, vers la couche incorporée P1XA,i(t)XB,s(t). Soit
l’équation diﬀérentielle suivante :
dXB,s(t)
dt
= ΦB(t) + P2XA,s(t)XB,i(t)− P1XA,i(t)XB,s(t) (II.6)
XB,s(t) est calculée en résolvant cette équation numériquement avec les condi-
tions de conservation de la matière. Dans la limite thermodynamique, lorsque le
terme de ﬂux est négligeable devant les deux autres termes d’échange (croissance
lente et/ou température de substrat élevée), cette équation devient, dans le régime
stationnaire (lorsque dXB,i(t)/dt = 0) :
P1XA,i(t)XB,s(t) = P2XA,s(t)XB,i(t)
Et nous retrouvons bien l’équation II.3 obtenue lorsque l’équilibre thermodyna-







e−Es/kBT avec Es = E1 −E2 (II.7)
Mariette et al. [28, 29] ont repris ce modèle pour modéliser la ségrégation aux
interfaces MnTe/CdTe tout en considérant, à la diﬀérence de Dehease et al., que
les phénomènes de ségrégation ont lieu sur toute la surface non encore incorporée
(la ségrégation a encore lieu entre les deux avant-dernières couches qui n’ont pas
été recouvertes par la troisième couche en cours de croissance). Finalement, pour
construire le proﬁl de concentration à l’interface nécessaire aux simulations, Mariette
et al. ont proposé de reprendre l’équation II.3 avec une constante d’action de masse
eﬀective Keff traduisant les eﬀets cinétiques. Keff s’identiﬁe à Kthermo dans la limite
thermodynamique.
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Modélisation de l’interface
Nous disposons maintenant de deux modèles pour construire le proﬁl de concen-
tration aux interfaces en présence de ségrégation. Dans le modèle thermodynamique,
le seul degré de liberté agissant sur la forme du proﬁl est la température du sub-
strat, intervenant dans la constante d’action de masse Kthermo. En revanche, dans
le modèle cinétique qui prolonge le premier, un autre paramètre devient critique :
la vitesse de croissance. Mariette et al. le prennent en compte en déﬁnissant une
nouvelle constante Keff .
Donc, à une constante d’action de masse donnée K correspond un proﬁl de
concentration aux interfaces décrit par la relation II.3. xt, la proportion d’éléments
A ayant migré vers la surface est solution d’une équation du second degré qui fait
intervenir la concentration de la couche précédente et celle, nominale, de la couche
de surface. Le proﬁl est alors construit de proche en proche. Dans nos simulations
nous avons préféré construire le proﬁl de concentration à l’aide d’une exponentielle
décroissante, identique à l’équation de Moison II.1, comme l’ont fait diﬀérents au-
teurs [14, 21]. Cette approximation est valable lorsque K est peu diﬀérente de 1 (et
vraie pour K = 1), valeur que nous retrouverons très fréquement. K est reliée à ℓA,
la longueur de dilution intervenant dans l’équation II.1, par la formule (si K est peu
diﬀérente de 1) :
K =
1
ea0/ℓA − 1 (II.8)
La génération du proﬁl est ainsi relativement directe. Il faudra néanmoins s’as-
surer que les conditions de conservation de la matière sont eﬀectivement vériﬁées.
Un exemple d’un tel proﬁl a déjà été donné dans la ﬁgure II.4.
B. Aimantation aux interfaces — Effet intrinsèque
Nous avons vu au début de ce chapitre qu’il était nécessaire d’envisager la mo-
diﬁcation de l’aimantation des ions Manganèse au voisinage de l’interface due à la
réduction du nombre d’ions Mn premiers voisins. Les interactions antiferromagné-
tiques entre ions magnétiques sont alors moins nombreuses et l’aimantation s’en
trouve augmentée.
Gaj et al. [14, 9] proposent un modèle d’aimantation locale pour déterminer
l’aimantation en chaque monocouche de la structure.
1. Modèle de l’aimantation locale
L’eﬀet Zeeman d’un composé semimagnétique massif est directement proportion-
nel (par l’interaction d’échange sp−d) à l’aimantation moyenne Mmassif [x,B, T ] des
ions magnétiques. Elle dépend de la concentration x en ions magnétiques, du champ
magnétique appliqué B et de la température T (voir le chapitre I).
Dans une hétérostructure, qui est un empilement de monocouches de concen-
trations diﬀérentes, l’aimantation n’est plus homogène dans la direction de l’axe
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de croissance z. Elle dépend alors en chaque plan atomique perpendiculaire à l’axe
z de la concentration en ions magnétiques de ce plan x, mais aussi de l’environne-
ment magnétique via les interactions antiferromagnétiques entre ions Manganèse des
autres plans. Cette modiﬁcation est appelée eﬀet intrinsèque. L’aimantation ne peut
donc être que déﬁnie localement. Elle est dénommée Mlocale[x(z), z, B, T ] où x(z) est
le proﬁl de concentration de la structure. L’hypothèse de Gaj est de considérer que
l’on peut calculer localement, pour chaque monocouche, l’eﬀet Zeeman du potentiel
de conﬁnement comme étant proportionnel à l’aimantation Mlocale.
Il est nécessaire, maintenant, d’établir l’expression de Mlocale[x(z), z, B, T ] pour
un proﬁl de concentration x(z) donné. Le traitement rigoureux implique le calcul
statistique des amas comme il a été présenté dans le chapitre I. Néanmoins, le recen-
sement des diﬀérentes conﬁgurations est excessivement laborieux, sinon impossible
analytiquement. Pour s’aﬀranchir de cette diﬃculté, Gaj a proposé l’approximation
suivante : l’aimantation par ion Mn ne dépend que de la probabilité moyenne locale
xNN (z) sur les trois couches adjacentes qu’un ion premier voisin soit un ion magné-
tique. Le paragraphe suivant illustre et justiﬁe cette approximation dans le cas d’une
interface et d’une monocouche parfaites.
Aimantation d’une interface et d’une monocouche parfaites
Un ion Mn dans une monocouche (100) a quatre premiers voisins dans cette
monocouche, quatre dans la monocouche précédente et quatre dans la suivante.
Pour une interface parfaite (ou abrupte) Cd1−xMnxTe/CdTe, un ion Mn de la couche
d’interface ne « voit » donc plus que 2/3 des ions Mn premiers voisins qu’il aurait
vu dans un matériau massif de même composition. La probabilité moyenne locale
de la monocouche d’interface est xNN = 2x/3. Le moment magnétique moyen local
d’un ion Mn de la monocouche est donc :
〈S〉interface[x,B, T ] = 〈S〉massif[2x
3
, B, T ]
L’aimantation locale de la monocouche (en unité de gµB et par site cationique
Cd2+ ou Mn2+) s’écrit alors :
Mlocale, interface[x,B, T ] = x〈S〉massif [2x
3
, B, T ]
et exprimée en fonction de l’aimantation d’un massif de concentration 2x/3












, B, T ]
Pour une monocouche parfaite, un ion Mn « perd » tous ses premiers voisins des
couches adjacentes, xNN = 1/3x, et l’aimantation s’exprime ainsi :




26 II. Étude des interfaces
Dans les deux cas Mmassif [xNN , B, T ] est donnée par la formule empirique I.2
du chapitre précédent. Les aimantations à saturation d’une interface et d’une mono-
couche parfaites sont données en comparaison de l’aimantation d’un massif de même





























Fig. II.6: Aimantation à saturation (en unité de gµB) d’une interface et d’une mo-
nocouche parfaites dans le modèle de l’aimantation locale en fonction de la concen-
tration en ions magnétiques. L’aimantation d’un massif de même composition est
donnée en comparaison.
La modiﬁcation de l’environnement magnétique d’une monocouche ou d’une in-
terface perturbe notablement leur aimantation. La réduction des interactions an-
tiferromagnétiques par la diminution des ions plus proches voisins accroît le para-
magnétisme de façon importante (d’un facteur 2 pour une monocouche parfaite de
concentration en ions magnétiques égale à 15 %). Le potentiel de conﬁnement des
porteurs du puits en champ magnétique présentera donc un eﬀet Zeeman accru au
voisinage de ces interfaces ou monocouches. Pour des interfaces présentant un proﬁl
moins abrupt (comme dans le cas de la ségrégation) cet eﬀet sera, certes, moins
prononcé car la concentration en ions magnétiques varie moins brutalement, mais
devra être tout de même pris en compte comme nous le verrons dans le prochain
paragraphe.
Pour justiﬁer l’utilisation d’une probabilité moyenne locale dans le calcul de l’ai-
mantation, Grieshaber et al. [9] ont comparé cette méthode à un calcul de statistique
d’amas en se limitant aux triplets. Leurs résultats montrent un accord excellent avec
leur modèle dans la gamme de concentration (inférieure à 7 %) où le calcul statistique
reste valable (lorsque les amas de plus grande taille ont une probabilité négligeable).
Pour les concentrations supérieures, Grieshaber et al. pensent que leur modèle reste
valable pour deux raisons : l’aimantation des amas de plus grande taille diminue ra-
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pidement avec leur taille (pour ne faire intervenir que les plus proches voisins dans la
probabilité moyenne locale xNN), et la probabilité de présence des électrons conﬁnés
dans les alliages décroît rapidement lorsque la concentration en Mn2+ augmente.
L’eﬀet Zeeman des niveaux électroniques du puits sera peu sensible à l’aimantation
de ces couches.
Généralisation à un profil quelconque
Nous avons vu dans le paragraphe précédent que l’aimantation par ion Manganèse
pouvait être calculée à partir de la probabilité moyenne locale xNN pour une interface
ou une monocouche parfaite en se limitant à la concentration moyenne des trois
couches adjacentes. En généralisant à un proﬁl de concentration quelconque, Gaj et
al. [14] ont proposé l’expression suivante :
xNN (z) =
x(z − 1 MC) + x(z) + x(z + 1 MC)
3
Le moment magnétique moyen par spin Mn de la monocouche en z s’écrit donc
〈S〉locale[x(z), z, B, T ] = 〈S〉massif[xNN (z), B, T ] et l’aimantation locale (en unité de
gµB) devient








Mmassif [xNN (z), B, T ]
Cette dernière expression permet d’évaluer maintenant très simplement la contri-
bution de l’eﬀet intrinsèque à l’eﬀet Zeeman des niveaux conﬁnés du puits lorsque
les interfaces présentent un proﬁl de concentration élargi par la ségrégation ou l’in-
terdiﬀusion (eﬀet extrinsèque).
Contributions effet intrinsèque / effet extrinsèque
Sur la ﬁgure II.7, les contributions respectives des eﬀets intrinsèque et extrin-
sèque à l’aimantation à saturation d’une interface inverse sont données en fonction
de la concentration nominale de la barrière. Lorsque l’eﬀet extrinsèque est pris en
compte, l’aimantation reportée est la somme des aimantations des monocouches dans
lesquelles le Manganèse a ségrégé (parties grisées du schéma de gauche). Le proﬁl de
concentration est construit tel que le mélange des ions Cd/Mn soit complet (K = 1).
À faible concentration, les deux eﬀets ne représentent qu’une faible correction par
rapport à l’aimantation du massif. Lorsque la composition devient plus importante
chaque eﬀet, pris individuellement, accroît notablement l’aimantation de l’interface.
L’eﬀet extrinsèque est dominant. Leur combinaison n’apporte plus qu’une faible cor-
rection. En eﬀet, lorsque l’environnement magnétique ne varie plus de façon aussi
brutale, la contribution de l’eﬀet intrinsèque est minorée. Dans le cas d’une interface



























Effets extrinsèque et intrinsèque
Fig. II.7: Contributions des effets intrinsèque et extrinsèque à l’aimantation à sa-
turation de l’interface inverse pour un profil asymétrique K = 1 en fonction de
la concentration nominale en ions Manganèse dans la barrière. L’aimantation d’un
massif de même concentration est donnée en comparaison.
inverse, cet eﬀet apporte même une contribution négative. Ce résultat n’est toute-
fois pas surprenant, lorsqu’on envisage la courbure du proﬁl de concentration de
cette interface : xNN,i est supérieure à la concentration réelle xi de la monocouche i.
Les interactions antiferromagnétiques sont donc plus nombreuses et diminuent ainsi
l’aimantation. Mais pour l’interface normale, où la courbure est de signe opposé,
xi,NN sera inférieure à xi, et l’eﬀet intrinsèque apportera une contribution positive
à l’aimantation.
Notons, pour clore ce paragraphe, que Grieshaber et al. [9] ont estimé l’eﬀet
intrinsèque dû à la rugosité d’interface. Ils n’observent qu’une faible modiﬁcation de
l’aimantation en passant d’une interface lisse à une interface rugueuse, négligeable
devant l’eﬀet de dilution.
2. Effet Zeeman des porteurs confinés
Nous avons déﬁni et déterminé l’aimantation locale pour chaque monocouche
de la structure en fonction de sa position z et du proﬁl de composition x(z). Le
potentiel de conﬁnement, en présence de champ magnétique, peut être, lui-aussi
suivant le modèle de Gaj et al., décrit localement en chaque plan de la structure. Si,
en l’absence de champ, VBC,±1/2[x(z)] et VBV,±3/2[x(z)] sont les potentiels de bandes
de conduction et de valence respectivement, en présence de champ ces potentiels
deviennent respectivement :
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VBC,±1/2[x(z)]± 1
2
N0αMlocale[x(z), z, B, T ]
VBV,±3/2[x(z)] ± 1
2
N0βMlocale[x(z), z, B, T ]
avec Mlocale[x(z), z, B, T ] = x(z)/xNN (z)Mmassif [xNN (z), B, T ]. Les constantes
d’échange N0α et N0β sont celles du massif CdMnTe (220 meV et – 880 meV resp.).
L’eﬀet Zeeman intrinsèque du matériau (∼ −0, 06 meV/T) sera inclus pour re-
produire les données expérimentales.
Nous disposons, à présent, d’un modèle décrivant l’eﬀet Zeeman local d’un po-
tentiel de conﬁnement x(z) quelconque. Les énergies des niveaux électroniques du
puits en champ magnétique peuvent être calculées très simplement en utilisant le
formalisme de la fonction enveloppe [33].
C. Résultats expérimentaux
Nous présentons ici les résultats obtenus pour trois séries de puits asymétri-
ques [34], qui mettent en évidence la ségrégation aux interfaces pour une large gamme
de concentrations en ions Manganèse (de 13 % à 47 %) et pour de faibles largeurs
de puits (15-, 11- et 8 monocouches). Leur croissance a été réalisée à température
de substrat identique (280˚C). Notre analyse ne nous permettra donc pas de carac-
tériser l’équilibre thermodynamique ou d’observer des eﬀets cinétiques.
1. Échantillons
Nos échantillons proviennent de l’Institut de Physique de l’Académie de Sciences
de Varsovie où leur croissance a été réalisée par G. Karczewski. Ils sont fabriqués
par épitaxie par jets moléculaires sur substrat de GaAs orienté (100) recouvert d’une
large couche tampon de CdTe de 3–4 µm. Le large désaccord de paramètres de
maille (∼ 13%) entre ces deux matériaux est atténué par le dépôt d’une très ﬁne
couche de ZnTe (∼ 3 monocouches) de paramètre de maille intermédiaire (6.1 Å).
Le ZnTe assure aussi la croissance du CdTe orienté (100). Cette méthode, malgré
l’utilisation d’un substrat très désaccordé, oﬀre une épitaxie de très bonne qualité :
le caractère bidimensionnel de la croissance du CdTe est rapidement obtenu, après
quelques centaines de nanomètres de dépôt et le nombre de défauts (d’empilement,
ou dislocations) est suﬃsamment faible.
La température du substrat pendant la croissance (280˚C) et la vitesse du dépôt
de CdTe (0,5 MC/s) sont identiques pour tous les échantillons. L’épitaxie est réalisée
sous ﬂux légèrement excédentaire en atomes métalliques (Cd, Mg, Mn) qui donnent
une croissance de meilleure qualité que sous excès de Tellure. Pour limiter la rugosité
aux interfaces, le constructeur a procédé à un arrêt de croissance à chacune des
interfaces sous ﬂux successifs de Cd (9 s), de Te (9 s) et enﬁn de Cd (9 s), réalisant
ainsi la première ou dernière monocouche du puits.
Nous avons étudié deux paires d’échantillons asymétriques. Chacun est composé
de trois puits de CdTe PQ1, PQ2 et PQ3, de largeurs diﬀérentes, respectivement














Fig. II.8: Séquence des couches des échantillons de type A ou B.
L1, L2 et L3 (resp. 15, 11 et 8 MC), entourés de barrières de Cd1−xMnxTe et de
Cd1−yMgyTe. Dans une même paire (formée d’un échantillon A et d’un échantillon
B), les paramètres de croissance sont identiques : mêmes largeurs de puits, com-
positions des barrières... Les échantillons A et B ne diﬀèrent que par leur ordre
de croissance (ﬁgure II.8). Les interfaces semimagnétiques sont alors soit normales
(CdMnTe sur CdTe) soit inverses (CdTe sur CdMnTe).
Les deux paires, respectivement 11206A/B et 04296A/B, présentent diﬀérentes
concentrations en Manganèse dans les barrières : xMn ≈ 47 % et xMn ≈ 14 %, respec-
tivement. Un cinquième échantillon 06126B, de type B uniquement, de concentration
intermédiaire (∼ 31%) complète notre étude. Le tableau II.1 indique les caractéris-
tiques des structures étudiées.
2. Expériences
L’eﬀet Zeeman de la transition excitonique fondamentale E1H1 des puits quan-
tiques PQ1,2,3 a été déterminé par des mesures de magnétoréﬂectivité et d’eﬀet Kerr
en conﬁguration Faraday, jusqu’à 5 T, et à très basse température (1,7 K, hélium
pompé). Pour le PQ3 de l’échantillon 11206B des expériences complémentaires en
excitation de la photoluminescence (PLE) ont été nécessaires pour extraire correc-
tement l’énergie de la transition.
Nous présentons sur la ﬁgure II.9 les spectres de réﬂectivité de l’échantillon
042996A à 0 T et 5 T dans chacune des polarisations circulaires σ+ et σ−.
Le spectre d’eﬀet Kerr à 5 T est donné en comparaison. Cette ﬁgure montre
la correspondance entre les structures associées aux transitions excitoniques dans
ces deux méthodes. Elle illustre aussi la diversité des formes liées aux réﬂexions
multiples dans l’échantillon (voir annexe A). Ainsi, en réﬂectivité, pour un même
échantillon, les transitions des trois puits disposés régulièrement dans la structure
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Tab. II.1: Description des échantillons. N et I indiquent le type d’interface
CdMnTe/CdTe, normale (N) ou inverse (I).
Composition des barrières Largeur du puits Interface
Échantillon Mn(%) Mg(%) Nominale (MC) CdMnTe/CdTe
15 N
11206A 47.2 47.2 11 I
8 N
15 I
11206B 47.2 47.2 11 N
8 I
15 N
04296A 13.9 24.6 11 I
8 N
15 I
04296B 14.9 26.8 11 N
8 I
15 I
06126B 31.3 26 11 N
8 I
oﬀrent trois formes bien diﬀérentes : un pic (PQ1), un épaulement tourné vers la
gauche (PQ2) ou vers la droite (PQ3). L’eﬀet Kerr présente un comportement com-
plémentaire : à un pic de réﬂectivité est associé un épaulement en eﬀet Kerr et vice
versa. La confrontation des spectres obtenus par ces deux méthodes permet donc
de déterminer très simplement la position de la transition. Néanmoins, pour s’assu-
rer du bien-fondé de cette procédure, nous avons eﬀectué un ajustement théorique
des spectres [35] (voir aussi annexe A). La forme obtenue expérimentalement est
très bien reproduite (ﬁgure II.10) à partir des paramètres de croissance fournis par
le fabricant (notamment l’espacement entre les puits). L’énergie des transitions de
chacun des puits est ainsi extraite, sans ambiguïté.
L’importante largeur des structures provient très certainement de la rugosité des
interfaces. Cet eﬀet est d’autant plus marqué que les puits sont de petite taille et
que la concentration en Manganèse est forte. Nous avons été ainsi amenés à réaliser
des expériences complémentaires de PLE sur le PQ3 de l’échantillon 11206B pour
mesurer correctement l’eﬀet Zeeman de la transition.
Enﬁn la concentration des barrières est déterminée de façon analogue d’après les
énergies des transitions excitoniques relevées sur les spectres de réﬂectivité et d’eﬀet
Kerr. À nouveau, l’eﬀet Kerr se révèle fort utile pour distinguer la contribution de
la barrière magnétique de celle de la barrière de CdMgTe. Les concentrations pour
chacun des cinq échantillons sont reportées dans le tableau II.1.
32 II. Étude des interfaces

























Fig. II.9: Spectre de réflectivité à 0 T de l’échantillon 04296A (courbe a). Les posi-
tions des structures excitoniques des trois puits sont repérées par une ligne verticale.
Comparaison des spectres de réflectivité (σ+ courbe b et σ− courbe c) et d’effet Kerr























Fig. II.10: Ajustements théoriques (trait pointillé) des spectres de réflectivité σ+ et
σ− des puits PQ1 et PQ2 de l’échantillon 04296A à 2 T. Les énergies des transitions
déterminées par ces ajustements sont repérées par les flèches.
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3. Évidence expérimentale de la ségrégation
Les énergies des transitions excitoniques E1H1 des puits PQ1, PQ2 et PQ3 des
deux échantillons A et B de la série 11206 sont reportés sur la ﬁgure II.11 : le
déplacement Zeeman, dont l’origine est l’énergie à champ nul, est représenté en
fonction du champ magnétique. Les déplacements sont comparés par paire de puits
de même largeur, mais d’interfaces opposées : normale (N) ou inverse (I). L’eﬀet
Zeeman, pour ces échantillons de concentration en Manganèse élevée (47.2%), est
bien plus important pour les puits possédant une interface magnétique inverse que
pour ceux possédant une interface normale, et ce quelle que soit la largeur du puits.
Ce premier résultat est en contradiction avec les expériences de Schmitt et al. [22]
qui observent que le rapport des eﬀets Zeeman des interfaces inverses et normales
diminue, pour devenir égal à l’unité (et même s’inverser) lorsque la taille du puits
décroît jusqu’à 24 Å (7,4 MC) (le rapport des eﬀets Zeeman tiré de cet article est
donné dans le tableau II.2).
Deux puits nominalement de même largeur peuvent présenter de faibles varia-
tions d’énergie de la transition excitonique à champ nul, traduisant ainsi de faibles
variations de largeurs (ces ﬂuctuations proviennent essentiellement des ﬂux de crois-
sance légèrement diﬀérents lors de la croissance d’échantillons successifs). Aussi,
nous avons adopté, sur la ﬁgure II.13, une autre présentation : l’eﬀet Zeeman de
chacun des puits à 5 T est reporté en fonction de l’énergie de transition du puits à
champ nul. Ceci conﬁrme l’importante diﬀérence d’eﬀet Zeeman suivant la nature
de l’interface.
Les résultats obtenus pour la deuxième paire 04296 sont donnés suivant la même
présentation sur les ﬁgures II.12 et II.14. Pour ces puits, dont les barrières sont
moins concentrées en ions magnétiques (xMn = 14 − 15%), la diﬀérence est en
revanche bien moins marquée : l’eﬀet Zeeman est peu sensible au type d’interface.
Ce comportement s’explique parfaitement dans le modèle de ségrégation que nous
utilisons plus loin. Néanmoins remarquons que ce comportement est identique pour
les trois largeurs de puits étudiées. Ainsi les caractéristiques des interfaces des puits
les plus ﬁns sont similaires à celles des plus larges. Ce résultat est, à nouveau, en
contradiction avec ceux de Schmitt et coll. [22] qui observent diﬀérentes qualités
d’interfaces alors que la largeur du puits diminue.
Les résultats obtenus sur la première paire semblent conﬁrmer l’hypothèse de
Tab. II.2: Effets Zeeman de trois paires de puits asymétriques CdMnxTe / CdTe /
CdMgyTe possédant une interface normale (x = 0, 22 et y = 0, 23) ou inverse (x =
0, 21 et y = 0, 21) de différentes largeurs, et leur rapport (inverse sur normale)
obtenus par Schmitt et al. [22].
Largeur Eﬀet Zeeman à 7.5 T (meV) Rapport
du puits Int. inverse Int. normale
60 4,3 1,3 3,5 ± 0,5
24 29,3 29,0 1,0 ± 0,2
12 59,8 116,1 0,5 ± 0,1














































































Fig. II.11: Déplacement Zeeman des transitions excitoniques E1H1 des puits PQ1,
PQ2 et PQ3 de la paire 11206A/B. Points expérimentaux pour les interfaces in-
verses (I) :  (σ−) et  (σ+), les interfaces normales (N) : • (σ−) et ◦ (σ+). Les
lignes continues joignent les points calculés d’après un profil de puits asymétrique de
longueur de dilution ℓMn et de largeur de puits L reportées dans le tableau II.3.












































































Fig. II.12: Identique à la figure II.11, mais pour les échantillons A et B de la série
04296





















H = 5 T
Fig. II.13: Effet Zeeman des transitions excitoniques E1H1 à 5 T des puits PQ1,
PQ2 et PQ3 de la paire 11206A/B fonction de l’énergie des transitions à champ nul.
Interfaces normales (), inverses (•). Les lignes sont des guides pour les yeux.
la ségrégation aux interfaces comme un mécanisme dominant : ils mettent en évi-
dence une forte anisotropie dans le proﬁl de concentration de puits suivant l’axe de
croissance de la structure. Ces constatations sont d’ailleurs confortées par l’étude du
cinquième échantillon 06126B : l’eﬀet Zeeman à 5 T des trois puits est présenté de
manière analogue aux ﬁgures II.13 et II.14 sur la ﬁgure II.15. Bien qu’incomplet, ce
résultat montre que l’eﬀet Zeeman des puits (ﬁn ou large) possédant une interface
magnétique inverse est toujours supérieur à celui du puits de largeur intermédiaire,
mais possédant une interface normale.
Pour caractériser qualitativement l’eﬀet de la ségrégation, nous avons modélisé
l’eﬀet Zeeman de ces puits asymétriques.





















H = 5 T
























H = 5 T
Fig. II.15: Identique aux figures II.13 et II.14, mais pour l’échantillon B uniquement
de la série 06126
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4. Modélisation et discussion
Pour reproduire le proﬁl de concentration de ces puits, nous avons considéré
une distribution asymétrique, exponentiellement décroissante des ions Manganèse et
Magnésium dans le puits, telle que décrite dans le paragraphe A.3. de ce chapitre. Il
y est montré que cette distribution donne une description satisfaisante de la ségré-
gation aux interfaces. ℓMn et ℓMg sont les longueurs caractéristiques de dilution des
ions Manganèse et Magnésium, respectivement, aux interfaces. Les concentrations
en ions Mn2+ et Mg2+ dans les barrières ont été déterminées, rappelons-le, d’après
les énergies à champ nul des transitions excitoniques pour chacun des échantillons.
L’eﬀet Zeeman du potentiel de conﬁnement (barrières et queue de dilution dans le
puits) est calculé suivant le modèle de l’aimantation locale de Gaj et al. [14] dé-
crit dans le paragraphe B. de ce chapitre. L’eﬀet Zeeman intrinsèque est pris en
compte (∼ −0, 06 meV/T entre les deux composantes σ+ et σ−). Les premiers ni-
veaux conﬁnés des électrons (E1) et des trous lourds (H1) du puits sont obtenus par
le formalisme de la fonction enveloppe [33]. Nous avons choisi un décalage de bande
de valence (ou « oﬀset ») de 0,3 pour CdMnTe et CdMgTe (dans la référence [14], les
auteurs ont préféré une valeur plus élevée 0,4, mais ce choix n’a que peu d’inﬂuence
sur le résultat ﬁnal). Enﬁn, l’énergie de liaison de l’exciton a été calculée en utili-
sant l’élégante méthode proposée par Leavitt et Little [36] et améliorée par Peyla et
al. [37]. Pour la masse de l’électron et les masses des trous lourds parallèle et perpen-
diculaire à l’axe de croissance, nous avons choisi me = 0, 096m0, mhh‖ = 0, 513m0 et
mhh⊥ = 0, 193m0 [38]. La constante diélectrique ǫ = 10 en accord avec les paramètres
donnés dans la référence précédente.
Les longueurs de dilution ℓMn et ℓMg apparaissent comme les seuls paramètres
ajustables pour reproduire l’eﬀet Zeeman des transitions excitoniques de chaque
puits. En fait, la largeur réelle des puits L, qui peut diﬀérer légèrement de sa valeur
nominale, impose donc un troisième paramètre. Mais, les inﬂuences respectives de
L et ℓMg sur l’énergie à champ nul et l’eﬀet Zeeman des transitions du puits ne sont
pas séparables expérimentalement : une faible variation de ℓMg produira une faible
variation de l’énergie à champ nul, variation qui pourra être elle-même compensée
en ajustant la largeur L du puits. Aussi nous avons choisi de ﬁxer, arbitrairement,
ℓMg = ℓMn. L’énergie à champ nul sera donc déterminée par L et ﬁnalement ℓMn
sera ajustée pour reproduire l’eﬀet Zeeman du puits.
Les comparaisons des eﬀets Zeeman expérimentaux et théoriques sont données
sur les ﬁgures II.11 et II.12 pour les deux paires. Les paramètres ℓMn et L, issus de
cette analyse sont reproduits dans le tableau II.3.
Un important résultat est la valeur commune de ℓMn pour les puits d’interface
normale ou inverse d’un même échantillon, mais aussi dans une même paire. En
revanche, la longueur de dilution du Manganèse varie notablement entre les échan-
tillons des diﬀérentes séries (∼ 4,8–5,3 Å pour la paire 04296A/B, 4,2 Å pour 06126B
et 3,3–3,4 Å pour la série 11206A/B). Ceci provient très certainement de condi-
tions de croissance légèrement diﬀérentes (les croissances des séries 11206A/B et
04296A/B sont espacées de six mois !) Cette dispersion reste néanmoins proche des
résultats de Gaj et al. [14] et de Grieshaber et coll. [21]. La valeur moyenne de K de
la série 04296A/B et de l’échantillon 06126B, proche de l’unité, a été observée à de
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Tab. II.3: Largeur de puits et longueur de dilution ℓMn (en Å) théoriques des puits
obtenues par le modèle de ségrégation décrit dans le texte. La constante d’action de
masse K est donnée en correspondance d’après la formule II.8. N et I indiquent le
type d’interface CdMnTe/CdTe, normale (N) ou inverse (I).
Largeur du PQ (MC) Type Longueur de dilution K
Échantillon Nominale Ajustée d’interface théorique moyenne
15 14,9 N 3,5±0,3 0,66
11206A 11 11 I 3,8±0,3 3,4±0,5 0,74
8 7,7 N 2,9±0,5 0,48
15 13,7 I 3,5±0,2 0,66
11206B 11 10,1 N 3,1±0,3 3,3±0,5 0,54
8 7,5 I 3,4±0,4 0,63
15 14,89 N 4,5±0,4 0,95
04296A 11 10,78 I 4,5±0,4 4,8±0,5 0,95
8 7,99 N 5,5±0,5 1,25
15 13,91 I 4,7±0,4 1
04296B 11 10,3 N 5,7±0,5 5,3±0,5 1,31
8 7,68 I 5,5±0,5 1,25
15 12,74 I 4,3±0,3 0,88
06126B 11 9,2 N 3,7±0,5 4,2±0,5 0,71
8 6,79 I 4,5±0,3 0,95
nombreuses reprises dans les études grenobloises [14, 9, 28, 29] pour des conditions
de croissance similaires (température de substrat de 280˚C et vitesse de dépôt de
0,5 MC/s).
Une telle valeur de la constante d’action de masse signiﬁe un mélange des ions
Cd/Mn complet entre la monocouche qui vient juste d’être complétée et la couche
en cours de croissance. L’interprétation en terme d’équilibre thermodynamique est
bien diﬀérente suivant le modèle considéré :
– en suivant l’analyse de Moison et al., reprise par Grieshaber, qui ne fait
pas intervenir de préfacteur dans la loi d’action de masse, K = 1 signiﬁe
que l’énergie d’activation Es est nulle. Les états « Mnsurface + Cdincorpore´ » et
« Mnincorpore´ + Cdsurface » ont la même énergie. La probabilité d’occupation est
donc identique. En conséquence, la constante d’action de masse et donc le proﬁl
de dilution ne doivent pas être modiﬁés par un changement de température du
substrat. Et eﬀectivement, dans leurs résultats, Grieshaber et al. [9] n’ont ob-
servé aucune modiﬁcation du proﬁl pour diﬀérents puits CdMnTe/CdTe crûs
à 280˚C et à 250˚C ;
– l’interprétation est dramatiquement diﬀérente lorsqu’un préfacteur K0 doit
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être introduit dans la loi d’action de masse comme le soutiennent Mariette
et al. [28, 29]. Dans ce cas, l’énergie d’activation, pour K = 1 est non nulle :
un des deux états (« Mnsurface + Cdincorpore´ » ou « Mnincorpore´ + Cdsurface »)
est énergétiquement plus favorable suivant le signe de Es. Pour conﬁrmer leur
hypothèse, l’équipe de Mariette [28] a étudié trois puits MnTe/CdTe synthéti-
sés à 280˚C, 230˚C et 180˚C respectivement. À la diﬀérence de Grieshaber,
les résultats montrent clairement la réduction de K avec la diminution de la
température de croissance (1, 0,75 et 0,5 resp.). L’énergie d’activation, déduite
de cette analyse, est de l’ordre de 300 meV (avec une marge d’erreur com-
prise entre 175 et 495 meV). Ce résultat est en désaccord avec les conclusions
de Grieshaber. Notons toutefois que la croissance MnTe sur CdTe est hau-
tement hors d’équilibre. En eﬀet, le matériau MnTe cristallise naturellement
dans une structure wurtzite. En revanche, il prend la structure blende de Zinc,
en croissance par épitaxie sur CdTe. Le mécanisme de ségrégation est-il tou-
jours identique? Mariette et al. [28] n’excluent d’ailleurs pas un mécanisme
supplémentaire lors de la croissance, comme la formation d’amas MnTe.
Pour expliquer nos résultats obtenus sur la série 11206A/B, pour laquelle K est
particulièrement faible (0,6), une température involontairement basse du substrat
pendant la croissance pourrait être invoquée (eﬀets cinétiques). Remarquons, par
ailleurs, que Gaj et al. [14] ont obtenu une valeur similaire de la longueur de dilution
ℓMn = 3.1 Å dans un puits de CdMn0.22Te/CdTe de 19 MC, crû à 250˚C.
La symétrie de l’eﬀet Zeeman de la série 04296A/B observée pour des puits



























Fig. II.16: Profils d’aimantation à saturation d’interfaces normale et inverse diluées
ℓMn = 4.7 Å. Trait continu xMn = 14 % ; trait pointillé xMn = 47 % pour les
barrières. Les flèches indiquent la position nominale des interfaces.
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proﬁls d’aimantation à saturation de deux interfaces normale et inverse sont reportés
sur la ﬁgure II.16 pour une barrière de composition xMn = 14% (comme pour notre
échantillon) et de longueur de dilution ℓMn = 4, 7 Å (K = 1). En comparaison, ces
mêmes proﬁls sont représentés en trait pointillé pour une barrière de concentration
plus élevée, similaire à celle de la paire 11206 (xMn = 47%).
Pour les barrières de faible concentration, l’aimantation dominante provient de
la barrière où la concentration en Manganèse est la plus élevée, proche de la concen-
tration du massif pour laquelle l’aimantation est maximum (lorsque xMn = 15%,
voir ﬁgure II.6). L’eﬀet du champ magnétique sur le potentiel de conﬁnement des
porteurs sera donc plutôt symétrique par rapport au centre du puits pour des inter-
faces normale et inverse. En revanche, pour des concentrations de Manganèse dans
les barrières supérieures à 15 %, l’aimantation maximale provient de la queue de
dilution, de concentration plus faible. Et celle-ci est fortement asymétrique suivant
le type d’interface. L’eﬀet Zeeman des puits de la série 11206A/B traduit bien cette
asymétrie.
L’interprétation de toutes nos mesures s’intègre parfaitement dans un modèle de
ségrégation. Néanmoins nous avons voulu observer les conséquences d’une analyse de
nos résultats dans un modèle d’interdiﬀusion. Le proﬁl de composition est décrit, aux
interfaces, par une fonction erreur, convolution du proﬁl abrupt et de l’élargissement
gaussien couramment employé pour décrire l’interdiﬀusion et caractérisé par une
longueur de diﬀusion ℓDMn. Les ajustements théoriques reproduisent parfaitement
l’eﬀet Zeeman mesuré expérimentalement. La ﬁgure II.17 montre la comparaison des
longueurs caractéristiques obtenues d’après l’ajustement théorique pour reproduire
l’eﬀet Zeeman des six puits de la série 11206, dans les deux modèles.
Cependant, alors que dans le modèle de ségrégation une largeur commune de di-
lution permet de reproduire l’eﬀet Zeeman du puits pour les deux types d’interfaces,
deux largeurs de diﬀusion, bien diﬀérentes, sont nécessaires pour décrire correcte-
ment l’eﬀet Zeeman. Nous pouvons, certes, faire intervenir un mécanisme supplé-
mentaire pour interpréter physiquement la diﬀérence des longueurs caractéristiques
données par le modèle d’interdiﬀusion. Par exemple, nous pourrions envisager une
forte rugosité à courte échelle se développant lors de la croissance du CdMnTe. L’ef-
fet Zeeman de l’interface inverse CdTe sur CdMnTe serait ainsi accru, augmentant
artiﬁciellement la longueur d’interdiﬀusion de cette interface. Cet eﬀet a été observé
dans des puits de CdTe avec des barrières MnTe par Jouneau et al. [39]. Néanmoins,
comme il a été dit précédemment, la croissance MnTe sur CdTe est hors d’équilibre.
Dans nos échantillons de plus faible concentration en ions Mn2+, nous pensons que ce
phénomène est beaucoup moins probable. Finalement, nos analyses, eﬀectuées dans
le modèle de la ségrégation, sont tout à fait cohérentes avec celles de Grieshaber et
coll. [9], qui n’ont pas observé un tel mécanisme.
5. Interdiffusion par recuit
Maćkowski et al. [25] ont caractérisé l’interdiﬀusion des ions Mn et Mg aux
interfaces, induite par un rapide recuit à haute température de la paire 04296A/B,
en utilisant les mêmes techniques d’eﬀet Zeeman.
Cinq parties de chacun des deux échantillons ont été recuites pendant quinze
























Fig. II.17: Longueurs caractéristiques en fonction de la largeur des puits de la série
11206. Cercles et carrés pour les interfaces inverses et normales respectivement
secondes à cinq températures diﬀérentes entre 410˚ C et 510˚ C. Comme précé-
demment, l’énergie à champ nul et l’eﬀet Zeeman de la transition excitonique E1H1
des puits PQ1,2,3 ont été déterminés d’après les spectres de réﬂectivité. Les puits
des dix pièces présentent tous un accroissement de l’eﬀet Zeeman et un déplacement
de l’énergie à champ nul vers le bleu (sauf étonnamment pour un puits recuit à
basse température), signature très certaine de l’interdiﬀusion. Ce déplacement vers
le bleu montre un comportement particulier : il est constant quelle que soit la lar-
geur du puits, à température de recuit identique. Ceci est incompatible avec le seul
mécanisme de l’interdiﬀusion qui tendrait à faire croître ce déplacement alors que la
largeur du puits diminue. Les auteurs suggèrent la présence d’un autre mécanisme,
la relaxation des contraintes, pour expliquer cette régularité.
L’eﬀet Zeeman se comporte de façon plus attendue : la variation est plus impor-
tante pour les interfaces normales qu’inverses. En eﬀet, le proﬁl de concentration,
plus abrupt à l’interface normale, sera sous l’eﬀet du recuit plus « perturbé » que
celui de l’interface inverse.
Les simulations numériques de l’eﬀet Zeeman ont permis à Maćkowski et à ses
collaborateurs de caractériser l’interdiﬀusion des ions Manganèse et Magnésium dans
la structure. Le proﬁl, après recuit, est décrit par la convolution du proﬁl exponentiel,
caractéristique de la ségrégation lors de croissance et d’un élargissement gaussien,
de longueur caractéristique ℓDMn,Mg, modélisant l’interdiﬀusion. L’aimantation des
interfaces est donnée, comme précédemment, par le modèle de l’aimantation locale.
Leur analyse montre que les longueurs ℓDMn,Mg sont indépendantes du type d’in-
terface et de la largeur du puits, conformément au modèle de l’interdiﬀusion. En
revanche, les valeurs numériques sont particulièrement sensibles à la prise en compte
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Fig. II.18: Longueurs d’interdiffusion en fonction de l’énergie de la transition fonda-
mentale à champ nul. Température de recuit 480˚C. Sans relaxation des contraintes
(fig. a), ou avec (fig. b). Interfaces normales :  Mn,  Mg et inverses : • Mn, ◦ Mg.
ou non de la relaxation des contraintes dans la structure. La croissance, par épitaxie
de matériaux désaccordés en paramètres de maille, induit des contraintes qui modi-
ﬁent notamment l’énergie à champ nul de la transition excitonique E1H1 du puits.
Ces contraintes peuvent être, sous l’eﬀet du recuit, partiellement ou totalement re-
laxées. Les auteurs ont comparé les longueurs de diﬀusion dans les deux cas limites
(ﬁgure II.18) : lorsque les contraintes n’ont pas été relaxées (i) ou lorsqu’elles le sont
complétement (ii). La longueur de diﬀusion du Magnésium décroît d’un facteur trois
alors que celle du Manganèse augmente légérement en passant des situations (i) à
(ii). Dans le cas (ii), ℓDMg est deux fois plus faible que ℓ
D
Mn. Ce résultat est en ac-
cord avec d’autres travaux [40, 41] sur des puits symétriques de CdMgTe/CdTe et
CdMnTe/CdTe.
Nos résultats expérimentaux conﬁrment l’importance du mécanisme de la sé-
grégation aux interfaces. Ils s’incrivent parfaitement dans la série d’études initiées
par les équipes grenobloises [21, 14, 9] dans les hétérostructures semimagnétiques
CdMnTe. L’analyse, par le modèle de l’aimantation locale, du comportement en
champ de la transition excitonique nous a permis de caractériser les proﬁls des in-
terfaces d’une large gamme de puits quantiques. Nous vériﬁons que le processus
asymétrique de la ségrégation est principalement responsable de la dégradation de
la qualité des interfaces (vis à vis de l’interdiﬀusion notamment). Il se manifeste
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de façon cohérente pour l’ensemble de nos échantillons quelle que soit la largeur du
puits ou la concentration en Manganèse des barrières.
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Chapitre III
Effets excitoniques dans un gaz
d’électrons bidimensionnel
La croissance d’hétérostructures II-VI dopées sélectivement (ou par modula-
tion) de qualité est plus récente que celle des composés Silicium Métal-Oxyde-
Semiconducteur (MOS) ou III-V. Néanmoins, les phénomènes précédemment obser-
vés ont été retrouvés dans ces composés : l’eﬀet Hall quantique entier, la résonance
cyclotron...
Dans le domaine de la spectroscopie optique, les puits II-VI dopés apportent une
contribution intéressante tant les eﬀets excitoniques sont importants (le Rydberg de
l’exciton dans le massif est de 10 meV dans CdTe, et de seulement 4 meV dans GaAs).
Ainsi, dans le régime faible dopage, quelques 1010 électrons/cm2, le résultat le plus
spectaculaire a été l’observation et l’identiﬁcation de l’exciton chargé négativement
(X−) dans un puits quantique CdTe par Kheng et al. [1]. Un deuxième exemple de
ces phénomènes observés en magnétooptique dans des puits CdTe faiblement dopés
est l’exciton combiné à une résonance cyclotron, observé pour la première fois par
Yakovlev et al. [42].
La gamme des dopages intermédiaires (quelques 1011 cm−2), objet de notre étude,
est une région critique : le gaz d’électrons devient fortement dégénéré. Les eﬀets ex-
citoniques sont fortement atténués par la présence du gaz d’électrons alors que les
eﬀets collectifs deviennent importants. L’un des phénomènes le plus surprenant est
la persistence (notamment en photoluminescence) d’une « singularité » dans les
spectres optiques jusqu’à des dopages importants [44, 45]. Cette caractéristique est
souvent attribuée à une « singularité au niveau de Fermi » ou exciton de Mahan [43]
par analogie avec les singularités observées dans les métaux dans les spectres d’ab-
sorption. De nombreuses descriptions théoriques prévoient en eﬀet l’évolution de
l’exciton vers cette singularité, résultant de l’interaction coulombienne entre le trou
photocréé et l’ensemble des électrons proches de la surface de Fermi (pour une re-
vue, voir la référence [64]). De nombreux auteurs ont proposé des mises en évidence
expérimentales de ce phénomène dans les III-V [44, 45]. Dans les composés II-VI,
ce concept a été employé à plusieurs reprises pour décrire la persistence d’une raie,
large et asymétrique, dans les spectres d’absorption [1, 46, 47]. Néanmoins, l’in-
terprétation de cette raie n’a pas été vériﬁée jusqu’à présent. En fait, les preuves
(théoriques ou expérimentales) de l’origine même de cette singularité sont sujettes
46 III. Effets excitoniques dans un gaz d’électrons bidimensionnel
à de nombreuses controverses.
Une autre propriété essentielle de ces gaz bidimensionnels est la répartition des
porteurs sur les niveaux de Landau discrets en champ magnétique. Elle donne lieu
à toute une série de phénomènes, dont le plus connu est l’eﬀet Hall quantique.
En magnétooptique, elle se traduit par l’apparition de raies mettant en jeu des
transitions entre les niveaux de Landau des bandes de conduction et de valence. Les
études réalisées jusqu’à présent dans les hétérostructures II-VI ne donnent qu’une
description très sommaire de ces eﬀets [1, 46]. Or, les spectres magnétooptiques dans
les III-V ont révélé un grand nombre de phénomènes originaux [45, 48].
Ces observations appellent donc à une étude plus approfondie des gaz bidimen-
sionnels denses dans les hétérostructures II-VI. Dans ce contexte, les puits quantiques
semimagnétiques dopés apportent une très bénéﬁque contribution à la compréhen-
sion de ces mécanismes. En champ magnétique l’eﬀet Zeeman géant des bandes de
valence et de conduction permet en eﬀet de modiﬁer les populations relatives des
sous-bandes de spin à population totale de porteurs constante. Cette propriété est
un « outil » très eﬃcace pour distinguer ainsi les diﬀérents phénomènes dépendant
ou non dépendant du spin [47].
Le dopage modulé
La technique du dopage modulé, qui consiste à déposer les donneurs dans la
barrière à proximité du puits, permet d’obtenir un gaz d’électrons bidimensionnel
d’une exceptionnelle qualité. Les porteurs, transférés dans le puits, sont séparés
spatialement des donneurs, ce qui leur confère une grande mobilité. Dans CdTe,
cette technique est parfaitement maîtrisée. Les donneurs sont généralement, pour le
dopage n, l’Iode (à Varsovie et Würzburg) ou l’Indium et l’Aluminium (à Grenoble).
L’Iode, utilisée dans nos échantillons, est un élément de la colonne VII, qui est
en position substitutionnelle sur un site Tellure. Les mobilités sont certes jusqu’à
présent toujours plus faibles que dans les matériaux III-V, mais atteignent des valeurs
remarquablement élevées, jusqu’à 1,4.105 cm2.V−1.s−1 [49].
Le dépôt des donneurs est réalisé de deux manières, soit par un dopage planaire
(la croissance de la barrière est alors interrompue) soit par un dopage uniforme d’une
ﬁne couche de la barrière. Le dopage est plus conséquent dans cette dernière méthode
sans pour autant nuire à la qualité de la couche. En revanche, la précision du dopage
du puits est moins bien contrôlée. Dans les deux cas, le dopage est réalisé en aval
et/ou en amont du puits à une certaine distance du puits. La couche intermédiaire
non-dopée est nommée spaceur. Le dopage asymétrique, en aval du puits, limite la
ségrégation des impuretés dans le puits. En contrepartie, le champ électrique détruit
la symétrie du puits.
La quantité d’électrons transférés dans le puits est imposée par diﬀérents para-
mètres, notamment la densité de donneurs, la hauteur des barrières et la largeur
du spaceur. Jusqu’à une certaine densité de donneurs, le nombre de porteurs est
directement donné par le nombre de donneurs présents dans la barrière. Au-delà, le
champ électrique créé par la séparation des charges positives et négatives s’oppose au
transfert des électrons vers le puits. La densité de porteurs dans le puits atteint une












Fig. III.1: Effet du champ électrique sur la structure de bande d’un puits quantique
dopé asymétriquement par modulation.
de la couche dopée, qui joue le rôle d’un réservoir d’électrons (ﬁgure III.1). Le calcul
de la densité exacte est alors donné par un traitement auto-cohérent de l’équation
de Schrödinger qui détermine l’énergie et la position des électrons dans un puits
soumis à un champ électrique et de l’équation de Poisson qui détermine ce champ
électrique en fonction du nombre de charges et de leur position. Le nombre d’élec-
trons transférés dans le puits est alors obtenu à l’égalité des potentiels chimiques.
Une expression très simple, souvent employée pour déterminer approximative-
ment la densité de porteurs est obtenue ainsi :
– les électrons et les donneurs ionisés forment les deux plans d’un condensateur,
séparés d’une distance Ls. Le champ électrique est donc E = −e ne/ǫǫ0 où
ne est la densité superﬁcielle d’électrons transférés dans le puits et ǫ est la
constante diélectrique relative de la barrière ;
– ce champ E dérive un potentiel électrostatique φ(z) qui modiﬁe la structure
de bande du puits et de la barrière ;
– enﬁn, le dopage maximum est atteint quand le niveau de Fermi du puits est
égal à celui de la couche de dopants.






W représente le travail d’extraction d’un électron du puits vers le niveau de donneur
de la barrière. Soit W = V0 − ED − EF − E1, où V0 est la hauteur de la barrière,
ED l’énergie de localisation du donneur (environ 10 meV), E1 l’énergie de l’état
fondamental électronique du puits et EF l’énergie de Fermi du gaz.
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Lorsque le dopage est uniforme sur une certaine largeur, Ls doit être remplacée,
dans cette expression, par la distance entre le puits et le milieu de la couche de
dopage. Cette expression est valable lorsque la largeur du puits est faible devant
celle du spaceur.
Lorsque la barrière est dopée à saturation, ne ne dépend plus alors que de la lar-
geur du spaceur et de la hauteur de la barrière. Dans nos échantillons la barrière est
constituée de CdMgTe. Ce composé permet d’obtenir un puits profond (∼ 100 meV
entre le premier niveau électronique et le haut de la barrière). La concentration
maximale de porteurs est donc relativement élevée pour d’importantes largeurs du
spaceur (∼ 1-2.1011 cm−2 pour Ls = 400 Å).
A. Travaux antérieurs dans les composés II-VI
1. L’exciton chargé négativement
La formation d’un exciton chargé dans un semiconducteur, par analogie avec
l’atome d’hydrogène et l’ion H−, a été évoquée pour la première fois par Lampert
en 1958 [50]. Ce complexe est formé d’une paire électron-trou photocréée liée à
un électron de la bande de conduction par l’interaction coulombienne. Les calculs
de Lampert ont montré que l’exciton chargé négativement X−(ou trion), dans le
massif, était une espèce stable, d’énergie de liaison plus forte que celle de l’exciton
neutre, et ce quel que soit le rapport des masses électron-trou. Cependant, l’énergie
de liaison du complexe X− (déﬁnie comme l’écart énergétique entre l’exciton et
l’exciton chargé) est bien trop faible dans l’échantillon massif (quelques dizièmes de
meV) pour permettre une description correcte du comportement de ce complexe.
Stébé et Ainane [51] ont montré, en revanche, que l’énergie de liaison de l’exciton
chargé était considérablement augmentée (d’un facteur dix) par le conﬁnement spa-
tial des porteurs dans un puits quantique. Cette prédiction a été suivie de peu par
l’observation à basse température (1,7 K), par Kheng et al. [1] en 1993, d’une raie à
plus basse énergie que l’exciton dans un multi-puits quantique de CdTe en présence
d’un gaz d’électrons (ﬁgure III.2). Ils l’ont attribuée à l’état fondamental de l’exciton
chargé négativement. Les hétérostructures II-VI sont très favorables à l’observation
de ce complexe car les énergies de liaison de l’exciton sont importantes. Kheng et
al. [1] ont mesuré une énergie de liaison de l’exciton X− de l’ordre de 2,7 meV dans
un multi-puits de 100 Å. Le complexe X− a été mis en évidence, deux ans plus
tard, par Finkelstein et coll. [53] dans un puits de GaAs. L’énergie de liaison y est
plus faible : 1,15 meV pour un puits de 200 Å. L’exciton chargé est maintenant bien
identiﬁé et décrit. Notamment, les états excités de l’exciton X− ont été observés en
champ magnétique [54, 55] ou encore le complexe analogue X+, formé d’un électron
et de deux trous (dans un gaz de trous bidimensionnel pour un puits dopé p), a été
identiﬁé dans GaAs [56, 55] et dans CdTe [57]et CdMnTe [47].
Formation et stabilité de l’exciton chargé
De manière schématique la formation de l’exciton négativement chargé est donnée
par :
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Fig. III.2: Manifestation de l’exciton négativement chargé (raie Y ) dans les spectres
de densité optique et d’émission d’un multi-puits quantique CdTe/Cd0,84Zn0,16Te fai-
blement dopé n (∼ 2.1010 cm−2), observé par Kheng et al. [1]. La raie X correspond
à l’exciton neutre. Tirée de la référence [52].
hνX− + ec ←→ X−
où ec représente un électron déjà présent dans la bande de conduction et hνX−
le photon d’énergie nécessaire à la formation de ce complexe.
Il est utile de comparer cette transition à celle, hνX ←→ X, décrivant la forma-
tion d’un exciton neutre.
Ces deux équations nous fournissent la condition de stabilité du complexe X−
par rapport à l’exciton neutre :
X− + (hνX − hνX−)←→ X + ec
Le terme de droite représente le système exciton + électron non liés. La stabilité
du complexe X− est donc assurée si la diﬀérence d’énergie EX− = hνX − hνX−
est positive. EX− est appelée énergie de liaison de l’exciton chargé. Elle dépend
évidemment de la structure réelle du puits, comme l’exciton neutre. Le paramètre le
plus important est la largeur du puits (mais cette énergie dépend aussi de la hauteur
des barrières...). La variation de l’énergie de liaison de l’exciton chargé négativement
avec la largeur du puits est montrée sur la ﬁgure III.3 (d’après Wojtowicz et al. [58]).
Elle a été obtenue par diﬀérentes équipes sur une large gamme de puits, dans la limite
des faibles dopages (∼ 1010 cm−2). Elle est bien sûr une fonction décroissante de la
largeur et tend vers une valeur constante non nulle, proche de 1,5 meV pour les plus
larges puits (∼ 600 Å). Stébé et al. [61] ont eﬀectué un calcul théorique qui tient
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Fig. III.3: Énergie de liaison du trion X− en fonction de la largeur du puits. Les
données ont été obtenues en photoluminescence (), en excitation de la photolumi-
nescence et en réflectivité (•) sur des échantillons produits à Varsovie. Les triangles
représentent les résultats obtenus sur des puits provenant de Grenoble [1, 59, 60].
La ligne continue représente les calculs théoriques Stébé et al. [61] adaptés à CdTe.
Tirée de la référence [58].
compte de la structure réelle du puits. Leurs résultats semblent surestimer l’énergie
de liaison de l’exciton chargé, comme l’ont remarqué Wojtowicz et al. [58].
La force d’oscillateur de l’exciton chargé est très forte comme l’a montrée l’équipe
de Cox [1, 62, 52]. Celle-ci, renormalisée à la densité d’électrons du gaz, est dix fois
plus importante que celle de l’exciton lié à un donneur neutre (D0X) qui est pourtant
reconnue elle-aussi comme élevée. L’exciton chargé disparaît toutefois rapidement
lorsque la température augmente de quelques dizaines de Kelvins.
L’exciton chargé en champ magnétique
Nous abordons ici une propriété essentielle des excitons chargés : la polarisa-
tion circulaire des transitions en champ magnétique, en conﬁguration Faraday. La
fonction d’onde de l’état fondamental de l’exciton X− possède une partie orbitale
électronique, de moment angulaire nul, symétrique par échange des électrons. Elle
implique alors une partie antisymétrique de spin des électrons. L’électron photocréé
et l’électron déjà présent dans la bande de conduction doivent être de spin opposé.
Cet état antisymétrique de spin est appelé exciton X− singulet (X−s ). La projec-
tion du moment cinétique total du complexe X−s est donnée par la composition des
moments cinétiques des trois particules. Les spins anti-parallèles des électrons ap-
portent une contribution nulle. La projection du moment cinétique du trion X−s est
donc identique à celle du trou (lourd) ±3/2. Pour la formation d’un exciton X−s en
lumière polarisée σ± à partir de l’état initial de l’électron de la bande de conduction,
























Fig. III.4: Transitions permises pour la formation du X−s en polarisation circu-
laire sous champ magnétique (configuration Faraday). (a) facteur gyromagnétique















Fig. III.5: Disparition de l’exciton chargé X− en champ magnétique due à la po-
larisation complète de spin par l’effet Zeeman. Le facteur gyromagnétique est ici
positif.
hνX− + ec → X−, les règles de sélection, en conﬁguration Faraday, imposent à la
projection du moment cinétique de changer de +1 (−1) en polarisation σ+ (σ−). En
présence de champ magnétique (perpendiculaire à l’axe de croissance), l’eﬀet Zee-
man lève la dégénérescence des niveaux d’électrons et de trous. La ﬁgure III.4 montre
les transitions permises en polarisation σ+ et σ− dans deux cas : lorsque le facteur
gyromagnétique des électrons de la bande de conduction est négatif (ﬁgure III.4.a)
comme dans le CdTe, ou au contraire lorsqu’il est positif, comme dans le CdMnTe
suﬃsamment concentré en Manganèse (ﬁgure III.4.b).
Une conséquence immédiate de ces règles de sélection est la disparition progres-
sive dans les spectres magnétooptiques de l’exciton chargé dans l’une des deux po-
larisations circulaires, suivant le signe de g, lorsque le gaz présente une polarisation
de spin due à l’eﬀet Zeeman. Dans CdMnTe, dans lequel le facteur gyromagnétique
eﬀectif est positif, les électrons occupent préférentiellement les états de spin -1/2 en
champ magnétique (ﬁgure III.5). La formation de l’exciton chargé X− devient alors
impossible en polarisation circulaire σ+, un électron de spin +1/2 étant requis.
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Fig. III.6: Dépendance en champ magnétique de l’énergie de l’exciton, de l’exci-
ton chargé et de l’exciton combiné à deux résonances cyclotron (ExCR1 et ExCR2)
déterminées d’après les spectres de PLE. Tirée de la référence [63].
2. L’exciton combiné à une résonance cyclotron
Yakovlev et al. [42] ont rapporté récemment l’observation, en champ magné-
tique, d’un exciton combiné à une résonance cyclotron dans un puits quantique
CdTe/CdMgTe faiblement dopé n (quelques 1010 cm−2). La formation de ce complexe
se traduit par l’apparition d’une nouvelle structure, à plus haute énergie que l’exci-
ton, dans les spectres de photoluminescence d’excitation et de magnéto-réﬂectivité
(ﬁgure III.6). Le processus, proposé par Yakovlev et al. [42], est le suivant : un pho-
ton incident crée un exciton dans son état fondamental et simultanément excite un
électron du gaz d’un niveau de Landau vers un niveau de Landau supérieur.
Plusieurs résonances combinées à un exciton ont été observées dans des puits
CdTe de densité plus élevée (∼ 1011 cm−2) comme le montre la ﬁgure III.6 [63]. La
dépendance de l’énergie en champ de ces complexes est donc essentiellement linéaire,
proche d’un multiple de la résonance cyclotron de l’électron ~ωc. En fait, Yakovlev et
al. [42] ont montré que l’énergie de ce complexe était de la forme n~ωc(1+me/(me+
mh)) avec n = 1, 2, 3... Ce complexe est proche de l’exciton chargé. Ils impliquent
tous deux trois particules. Néanmoins l’exciton combiné à une résonance cyclotron
n’est pas un état lié. Il est à comparer au processus de « shake-up » observé en
luminescence, lorsqu’un exciton est détruit tout en excitant un électron vers les
niveaux de Landau supérieurs [55]. Notons toutefois que Cox et al. [52] ont observé
un phénomène analogue mais l’ont attribué à un état triplet de l’exciton chargé.
3. Fortes densités (∼ 1011 cm−2)
Lorsque la densité de porteurs augmente notablement (∼ 1011 cm−2), le gaz
perturbe fortement les eﬀets excitoniques. L’écrantage et surtout le remplissage de
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l’espace des phases (réduction du nombre d’états accessibles pour la formation de
l’exciton) par les porteurs deviennent importants. Le paramètre qui décrit quali-
tativement le comportement de l’exciton en présence de porteurs est donné par le
nombre d’électrons libres par orbite de Bohr de l’exciton πa20ne, où a0 est le rayon de
Bohr de l’exciton et ne est la densité surfacique d’électrons. Lorsque ce produit est
très petit devant l’unité, l’exciton est très peu sensible à la présence du gaz d’élec-
trons ; l’énergie de liaison et la force d’oscillateur de l’exciton ne sont pas aﬀectées.
À l’inverse, lorsque πa20ne ≫ 1, le gaz de porteurs déstabilise l’exciton. Dans CdTe,
πa20n
c
e ∼ 1 pour une densité critique nce ∼ 1012 cm−2. Nous pouvons donner de ce




où EF et kF sont respectivement l’énergie et le module du vecteur d’onde de Fermi,
et R0 l’énergie de liaison de l’exciton.
Jusqu’à récemment, l’évolution des spectres d’absorption à champ nul en fonction
du dopage était décrite par une raie excitonique qui se transformait lentement en
une structure large et asymétrique vers les hautes énergies, appelée « singularité au
niveau de Fermi » ou exciton de Mahan [43] par analogie aux spectres d’absorption
des rayons X dans les métaux. Pour les dopages plus élevés (supérieurs à 1012 cm−2),
seul le spectre des transitions interbandes reste visible. Ainsi en 1993, Kheng et
al. [1] ont interprété la structure unique du spectre d’absorption d’un puits CdTe de
relativement forte concentration (1,8.1011 cm−2) comme une « singularité au niveau
de Fermi » (FES sur la ﬁgure III.9). L’existence d’un tel état lié proviendrait de
l’interaction coulombienne entre les N+1 électrons de la mer de Fermi et le trou
photocréé (pour une revue, voir la référence [64]). L’origine de cette divergence est
toutefois contestée [65]. Il a été montré d’ailleurs qu’à deux dimensions, elle ne
pouvait exister que dans le cas de trous localisés [66].
La découverte de l’exciton chargé a modiﬁé cette interprétation. L’intensité de
l’exciton neutre est en eﬀet rapidement dominée par celle de l’exciton chargé. Pour les
forts dopages, la raie unique observée dans les spectres d’absorption est donc due à
l’exciton chargé (ﬁgure III.7). L’exciton neutre a lui disparu rapidement (∼ 1011 cm−2
pour CdTe). Ce phénomène a été observé dans les puits quantiques III-V [67, 68],
et II-VI [58, 69] pour le trion X− et pour le complexe X+ dans CdMnTe [47] et
GaAs [70]. Une caractéristique étonnante de l’évolution de l’exciton chargé est que
l’énergie de la transition reste constante, en absorption (ﬁgure III.7 et [69, 58]),
jusqu’à des dopages importants (de l’ordre de 4.1011 cm−2 dans CdTe dopé n [69]).
Ce comportement a été aussi observé par Wojtowicz et al. [46] dans un puits ma-
gnétique de Cd0,99Mn0,01Te, de 80 Å de largeur dopé n. Le dopage, asymétrique,
est modulé spatialement jusqu’à 4,8.1011 cm−2. La ﬁgure III.8 montre la dépen-
dance de l’énergie de la transition excitonique X− avec la densité d’électrons en
quatre points de l’échantillon de densités croissantes. Elle reste bien constante à ±
2 meV. La seule interprétation théorique de ce phénomène à ce jour a été fournie
par Hawrylak [71, 72] (toutefois, pour des trous localisés). Il proviendrait de la com-
pensation exacte de diﬀérents mécanismes (renormalisation de la bande interdite,
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Fig. III.7: Spectres de transmission à champ nul pour différentes concentrations de
trous (en unité de 1010 cm−2, en regard des spectres) d’un puits CdMnTe. X+ et
X sont respectivement associés à l’exciton chargé positivement et à l’exciton neutre.

















Fig. III.8: Dépendance de l’énergie de la transition excitonique X− avec la densité
d’électrons dans un puits semimagnétique Cd0,99Mn0,01Te, de 80 Å de largeur, dopé
n. À dopage nul, le premier point a été obtenu en soustrayant à l’énergie de liaison
de l’exciton neutre l’énergie de liaison de l’exciton chargé (∼ 2, 7 meV). Tirée de la
référence [46].
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aﬀaiblissement de l’énergie de liaison de l’exciton et déplacement de Moss-Burstein,
notamment).
En champ magnétique, les spectres magnétooptiques (émission ou absorption)
sont radicalement modiﬁés pour ces densités (1011 cm−2). L’image de l’exciton, formé
par une paire électron-trou en interaction coulombienne et faiblement perturbée par
le champ magnétique (régime champ faible) n’est plus valable. L’écrantage et le rem-
plissage de l’espace des phases par le gaz de porteurs amoindrissent notablement la
stabilité de ce complexe. Le terme coulombien n’est plus dominant et les spectres
optiques ne laissent apparaître que les transitions libres interbandes. En magnéto-
optique, le terme diamagnétique l’emporte et les spectres d’émission ou d’absorption
montrent une série de structures associées aux transitions interbandes entre niveaux
de Landau de valence et de conduction. L’apparition de ces transitions a été rap-
portée dans les puits de CdTe [1, 46]. La ﬁgure III.9 montre l’énergie diamagnétique
de ces transitions (λ0−0, λ1−1 et λ2−2) en fonction du champ magnétique obtenues
par Kheng [73] dans l’analyse des spectres de magnéto-absorption d’un puits quan-
tique CdTe/CdZnTe de 100 Å dopé n, ne = 1,8.1011 cm−2. Elles suivent bien la
dépendance en (n+1/2)~ω∗, attendue pour ce type de transitions (~ω∗ est l’énergie
cyclotron réduite de la paire électron-trou).
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Fig. III.9: Énergies des raies d’absorption en polarisation σ+ (symboles fermés)
et σ− (symboles ouverts) d’un puits de CdTe/Cd0,78Zn0,22Te de 100 Å dopé n,
ne = 1,8.1011 cm−2. Tirée de la référence [73].
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B. Résultats expérimentaux
1. Structure
Notre étude a porté sur deux puits quantiques semimagnétiques dopés n, réalisés
par G. Karczewski à l’Institut de Physique de l’Académie des Sciences de Varso-
vie, par épitaxie par jets moléculaires. Le gaz bidimensionnel est de densité assez
élevée (∼ 2.1011 cm−2), dopé par modulation à saturation. Le puits est formé d’un
alliage semimagnétique CdMnTe de relativement faible concentration en Manganèse
(∼ 2%). La largeur du puits est identique pour les deux échantillons : 100 Å. Les bar-
rières sont constituées d’un alliage Cd1−xMgxTe, où xMg ∼ 15 %. La croissance des
puits quantiques a été réalisée sur une couche tampon de CdMgTe transparente aux
longueurs d’onde de la transition E1H1 du puits. Un superréseau de courte période,
inséré dans cette couche, limite la ségrégation des impuretés vers le puits. La couche
de couverture est épaisse de 2000 Å. Pour les expériences de transmission, le substrat
de GaAs, opaque, a été retiré par abrasion mécanique, puis attaqué sélectivement
par une solution chimique (H2O2 + 1/20 NH3). L’échantillon a été auparavant collé,
du côté de la couche de couverture, sur une plaque de verre par une colle époxy. Un
doucissage de la surface de la couche tampon permet d’éliminer la majeure partie des
franges dues aux réﬂections multiples entre les interfaces semiconducteur-air. L’eﬀet
du collage n’apporte aucune modiﬁcation de la structure de bande du puits, comme
le montrent les spectres de réﬂectivité et de photoluminescence eﬀectués avant et
après traitement.
Le dopage, par le donneur Iode, est asymétrique, uniforme sur une épaisseur de
100 Å, côté couche de couverture. L’épaisseur du spaceur est Ls = 400 Å, assurant
une densité élevée d’électrons, tout en séparant largement les donneurs du puits.
La concentration en Mg des barrières est déterminée par la longueur d’onde
de coupure de la transmission. En revanche, nous ne disposons d’aucune mesure
directe de la concentration en Mn des deux puits (le dopage modiﬁant, notamment, la
largeur de bande interdite du puits). L’estimation donnée par le constructeur, d’après
la calibration des ﬂux, est d’environ 2 %. Le tableau III.1 résume les caractéristiques
de ces deux puits.
Tab. III.1: Caractéristiques des deux puits quantiques étudiés dans ce mémoire.
Concentration (en %) Largeur Largeur
Échantillon xMn xMg du puits du spaceur
S1 060198B ∼ 2 14,7
100 Å 400 Å
S2 060298A & 2 16
2. Mesure de la densité électronique – Effet Shubnikov-de
Haas
La densité d’électrons transférés dans le puits ne, estimée d’après l’équation III.1,
est de l’ordre de 1-2.1011 cm−2 pour les deux échantillons. L’énergie de Fermi est




















Fig. III.10: Magnéto-résistance de l’échantillon S1 à 1,6 K, combinaison des résis-
tances transverses et longitudinales.
alors inférieure à 6 meV, ce qui assure que seul le premier niveau conﬁné du puits E1
est occupé par le gaz d’électrons (la distance E1–E2 est de l’ordre de 60 meV dans ces
échantillons). Une mesure précise de cette densité a été obtenue pour l’échantillon
S1 d’après la périodicité des oscillations Shubnikov-de Hass, observées en magnéto-
transport. Ces expériences ont été réalisées par J. P. Vieren au LPMC de l’École
Normale Supérieure. La diﬃculté à réaliser de bons contacts ohmiques a restreint
notre étude à des mesures à quatre contacts. Le spectre en champ magnétique pré-
sente donc un mélange des résistivités longitudinale (ρxx) et transverse (ρxy). Les
contacts ont été réalisés aux quatre coins d’un morceau de 5 × 5 mm2 environ en
deux étapes : légère gravure par une pointe de Tungstène et attaque à l’acide chloro-
aurique. Ce dernier fait diﬀuser l’Or qu’il contient depuis la surface jusqu’au puits,
en 12 heures environ, assurant ainsi le contact ohmique.
La magnéto-résistance a été mesurée, à 1,6 K, jusqu’à 12 T, en courant alternatif
d’amplitude constante (27,7 kHz, 100 µA). La tension est mesurée par une détection
synchrone. Les mesures ont été précédées, à basse température, par l’éclairement de
l’échantillon par une diode électroluminescente émettant dans le rouge, reproduisant
(imparfaitement) les conditions expérimentales de magnétooptique. La magnéto-
résistance ainsi mesurée est reportée sur la ﬁgure III.10.
Les oscillations Shubnikov-de Haas sont observées à partir de 0,6 T, ce qui montre
l’excellente qualité de cet échantillon. Cependant, les amplitudes sont faibles, de
l’ordre de 2 % de la résistance totale.
Les minimums de résistivité correspondent aux champs magnétiques pour les-
quels le niveau de Fermi saute d’un niveau de Landau n à celui qui le précède
(lorsqu’un niveau vient tout juste de se vider). Ceci se produit donc lorsque le fac-
teur de remplissage, ν = hne/eB, est un nombre entier. La ﬁgure III.11 représente
l’inverse des champs correspondant aux minimums de résistivité (repérés par une


















Fig. III.11: Inverse des champs magnétiques correspondant aux minimums de resis-
tivité en fonction des valeurs entières de ν. La pente de la droite passant par ν = 1,
2... 6 correspond à une densité électronique ne = (2, 3±0, 5).1011 cm−2. Échantillon
S1.
ﬂèche sur la ﬁgure III.10) en fonction des valeurs entières de ν.
Au-delà de 1,5 T, la dépendance de B−1(ν) est linéaire, passant par zéro. La
pente B−1/ν = e/neh fournit une densité électronique de 2,3.1011 cm−2. À plus
petit champ, en revanche, le comportement tout en restant linéaire ne s’extrapole
plus à zéro. Il provient très certainement du croisement des diﬀérents niveaux de
Landau de spins opposés.
À proximité de ν = 1, 2, 3 et 4, dans le ﬂanc bas champ de l’oscillation, la
résitivité montre une anomalie qui se traduit notamment à ν = 1 par un plateau.
Elle pourrait provenir du mélange des contributions des composantes transverses et
longitudinales. Dans la dernière partie de ce chapitre, nous envisagerons le possible
croisement ou recouvrement de niveaux de Landau.
3. Résonance cyclotron dans l’infrarouge lointain
Des expériences de résonance cyclotron dans l’infrarouge lointain nous ont permis
de conﬁrmer que la masse eﬀective des électrons n’était pas ou peu modiﬁée par
le gaz de porteurs. Elles ont été réalisées par J.-P. Vieren au LPMC de l’École
Normale Supérieure de Paris jusqu’à 12 T et 1,6 K sur l’échantillon S1. Les transitions
intra-niveaux sont étudiées en transmission. La lumière incidente monochromatique,
non polarisée, provient d’une raie laser d’un gaz (H2O, acide formique...) excité
par un laser CO2 ou d’un carcinotron (pour les plus faibles énergies). La lumière
transmise est détectée par une résistance Allen-Bradley disposée immédiatemment
après l’échantillon. Les spectres sont obtenus en balayage en champ à énergie ﬁxe
(celle de la raie laser, ou du carcinotron). Le plan du puits est perpendiculaire au

























Fig. III.12: Spectres de transmission de l’échantillon S1en fonction du champ dans
l’infrarouge lontain à différentes énergies. Les spectres sont décalés les uns par rap-
port aux autres d’une quantité arbitraire.
champ magnétique.
Les spectres obtenus à diverses énergies, de 1,3 à 10,5 meV, sont reportés sur la ﬁ-
gure III.12. Les résonances cyclotrons sont repérées par le minimum de transmission.
Leur énergie est portée sur la ﬁgure III.13 en fonction du champ magnétique. Les
points s’alignent sur une droite qui passe par zéro.
Rappelons que seules les transitions intrabandes entre un niveau de Landau de
la bande de conduction n (partiellement ou totalement occupé) et le niveau de
Landau n + 1 de même spin sont permises. L’énergie de la résonance cyclotron est
~ωc = (~e/me)B. L’ajustement théorique des points expérimentaux par une droite
passant par l’origine donne la valeur de la masse eﬀective me = 0, 105m0. Cette
valeur est très proche de celle connue me = 0, 096m0 [38]. L’écrantage par le gaz
d’électrons ne semble donc pas modiﬁer la masse de l’électron.
Quelques oscillations sont observées dans le ﬂanc haut champ de la résonance
cyclotron sur le spectre de basse énergie à 1,3 meV (ﬁgure III.14). Elles montrent
un minimum lorsque ν est un entier. Nous les avons attribuées à des oscillations
d’Ando [74], déjà observées dans des hétérostructures III-V [75] ou dans des struc-
tures Si-MOS [76]. Elles apparaissent lorsque la largeur de la résonance cyclotron
est suﬃsamment importante pour que le niveau de Fermi traverse plusieurs niveaux
de Landau. Elles sont du type Shubnikov-de Haas [33].

























 = 0.105 m0
Fig. III.13: Énergie de la résonance cyclotron en fonction du champ magnétique.
La droite, passant par l’origine, est un ajustement donnant pour masse effective de




























Fig. III.14: Spectre de transmission en balayage en champ à 1,33 meV. Les oscil-
lations observées sur le flanc haut champ de la résonance cyclotron (R.C.) dont le
minimum correspond à ν entier sont attribuées à des oscillations d’Ando [74].


























Fig. III.15: Transmission sans champ magnétique à 1,7 K de l’échantillon S1. La
flèche indique la position de la structure B mentionnée dans le texte.
4. Magnétotransmission dans l’infrarouge proche
Nous présentons les résultats des mesures de magnétotransmission eﬀectuées sur
les échantillons S1 et S2. Les expériences ont été réalisées à 1,7 K en immersion
dans l’hélium superﬂuide. Les échantillons sont placés au centre d’une bobine su-
praconductrice à accès optique ; leur axe de croissance est parallèle au champ. Ces
mesures ont été réalisées en conﬁguration Faraday dans notre laboratoire jusqu’à 7 T
et jusqu’à 14 T au Laboratoire des Champs Magnétiques Intenses de Grenoble dans
l’équipe de M. Potemski. Les dispositifs expérimentaux sont quelque peu diﬀérents :
dans le premier cas, l’échantillon est éclairé en lumière monochromatique polarisée
circulairement σ+ ou σ− et un photomultiplicateur détecte la lumière transmise ;
dans le second cas, la lumière incidente est polychromatique, ﬁltrée pour l’infra-
rouge, non polarisée et la lumière transmise est détectée en polarisation circulaire
par une caméra CDD multicanale. Malgré cette diﬀérence, les spectres obtenus sont
parfaitement identiques dans la gamme commune de champs (de 0 à 7 T).
Le spectre de transmission à champ nul de l’échantillon S1 est reporté sur la
ﬁgure III.15. Il présente, de part et d’autre des structures associées au puits, de
légères oscillations qui proviennent des réﬂexions multiples entre les deux interfaces
semiconducteur-air. Elles rendent malaisée la normalisation des spectres, mais per-
mettent néanmoins un dépouillement très simple des diﬀérentes raies. Les énergies
des transitions seront repérées, en eﬀet, par le minimum de transmission (ce qui
n’est pas habituellement le cas en réﬂectivité).
Le spectre montre une raie prononcée A à 1639,5 meV, large (5 meV) et asymé-
trique vers les hautes énergies. Son intensité est relativement faible, inférieure à 5 %
du signal. Cet échantillon montre de plus une très faible structure, B, à 1649,5 meV.
Le spectre de l’échantillon S2 est analogue : la structure A se trouve à 1644 meV.
Néanmoins, la raie B n’est pas visible à champ nul.
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Fig. III.16: Évolution du spectre de transmission de l’échantillon S1 de 0 à 1,5 T
par pas de 0,25 T dans les deux polarisations circulaires à 1,7 K.
Observons le comportement de ces structures en champ magnétique. En polari-
sation circulaire σ−, la structure B disparaît totalement alors que la raie A montre
un eﬀet Zeeman qui devient saturé vers 6 T à 1653 meV dans l’échantillon S1 et à
1660 meV dans le deuxième échantillon. La forme de cette structure reste identique.
Aucune particularité supplémentaire n’est observée jusqu’à 14 T.
En revanche, les spectres en polarisation σ+ sont radicalement modiﬁés. L’évolu-
tion en champ magnétique jusqu’à 1,5 T du spectre de transmission de l’échantillon
S1 en polarisation σ+ et σ− est présentée sur la ﬁgure III.16.
La structure A perd très rapidement de son intensité pour disparaître à 1,5 T.
Cette décroissance se fait au proﬁt de la structure B qui présente rapidement à 1,5 T
une intensité comparable à celle de la structure A à champ nul. L’évolution des
intensités de ces deux raies est reportée sur la ﬁgure III.17. Toutes deux présentent
un fort eﬀet Zeeman : il est de 9 meV à 1,5 T pour la structure A et de 14,5 meV
pour la raie B.
Ces résultats sont comparables dans le deuxième échantillon S2. La structure B,
inexistante à champ nul, apparaît très rapidement (B < 0,2 T), 10 meV au dessus
de la structure A, et croît progressivement au détriment de la raie A qui disparaît à
1,2 T.
Au-delà de 1,5 T, pour l’échantillon S1, la structure B évolue vers une série de
transitions (notées Ln) qui apparaissent à des valeurs particulières du champ magné-
tique Bn. Les ﬁgures III.18 et III.19 montrent un exemple de ces apparitions dans les
spectres de transmission lorsque le champ magnétique augmente de 2,8 T à 5,4 T.
De 2,8 T à 3 T, la transition L3, apparue à 2,3 T, domine le spectre. Puis, à 3,1 T,
une très faible structure L2 émerge à gauche de la raie L3, à 1630,5 meV. Alors que
le champ augmente, cette transition s’intensiﬁe, et la raie L3 s’aﬀaiblit. La raie L2,
qui domine maintenant le spectre est très ﬁne (sa largeur à mi-hauteur est inférieure





















Fig. III.17: Évolution des intensités des deux structures A et B en fonction du champ
magnétique. En polarisation σ− (◦) et σ+ (•) pour la structure A et en σ+ () pour
la structure B.
à 2 meV) et son énergie varie peu avec le champ. Ce comportement constitue le
premier régime de la raie L2. En revanche, la raie L3 se déplace rapidement vers les
hautes énergies. À 4,6 T, ce cycle se reproduit : une nouvelle raie L1 apparait à plus
basse énergie, à 1628 meV. Et à son tour, alors que le champ magnétique augmente,
la raie L2 perd de son intensité et son énergie croît rapidement. Ce comportement
correspond au second régime de la raie L2.
L’évolution des énergies de ces raies est reportée sur la ﬁgure III.20. Nous avons
pu observer dans cet échantillon jusqu’à sept raies L0...6, apparaissant à sept va-
leurs particulières du champ magnétique. Elles montrent toutes (sauf la raie L0)
une variation linéaire dans leur partie haut champ. L’échantillon S2 présente un
comportement identique (ﬁgure III.21).
Cette évolution ressemble au spectre observé par Kheng et al. [1] (ﬁgure III.9)
dans un puits de CdTe dopé n, de densité comparable (1,8.1011 cm−2). Ils ont attribué
ces raies (λ0−0, λ1−1 et λ2−2) à des transitions inter-niveaux de Landau de la bande
de valence trous lourds et de la bande de conduction. En polarisation σ+, seules les
transitions entre les niveaux de Landau n de la bande de valence de spin -3/2 et les
niveaux de Landau n de la bande de conduction de spin -1/2 sont permises.
Deux éléments conﬁrment cette interprétation dans nos échantillons. D’une part,
l’énergie des transitions Ln, n = 2, 3, dans leur partie linéaire et à haut champ
lorsque l’eﬀet Zeeman est presque saturé, est proche de l’énergie diamagnétique
En = (n+1/2)~ω
∗ où ~ω∗ est la somme des énergies cyclotron de l’électron (~ωc) et
du trou lourd (~ωv). La pente ~ω∗/B = 1, 6 ± 0, 1 meV/T est en relativement bon
accord avec les valeurs des masses eﬀectives des électrons et des trous connues [38]
me = 0, 096m0 et mh// = 0, 193m0.
D’autre part, la disparition d’une raie Ln à un champ particulier Bn signiﬁe que
























Fig. III.18: Évolution du spectre de transmission en champ magnétique de l’échan-
tillon S1 en polarisation σ+ entre 2,8 T et 3,4 T.






















Fig. III.19: Continuation de la figure III.18.























































Fig. III.20: Énergies des transitions observées en polarisation σ+ (symboles ouverts)
et σ− (symboles fermés) en fonction du champ magnétique pour l’échantillon S1.
Les courbes continues sont un ajustement théorique d’après le modèle décrit dans la
partie C. de ce chapitre.



























































Fig. III.21: Identique à la figure III.20, mais pour l’échantillon S2.



















 = 2,25.1011 cm-2
Fig. III.22: Inverse des champs d’apparition B−1n des raies Ln en fonction du facteur
de remplissage ν de l’échantillon S1 (). Les inverses des champs correspondant à
des minimums de résistivité sont aussi représentés (◦).
le niveau de Landau n de la bande de conduction de spin -1/2 est complétement
peuplé. Les transitions vers ce niveau ne sont plus possibles. À ce champ, le facteur
de remplissage ν est un nombre entier. Nous avons tracé sur la ﬁgure III.22 l’inverse
des champs d’apparition B−1n des raies Ln en fonction de n + 1 pour n = 0, 1... 5.
Les points s’alignent, aux erreurs expérimentales près, sur une même droite passant
par l’origine. Cette disposition des champs d’apparition est identique à celle obtenue
d’après les champs correspondant aux minimums de résistivité dans les mesures de
l’eﬀet Shubnikov - de Haas. Au champ d’apparition Bn, ν = n + 1. Les niveaux
de Landau électroniques de spin opposé +1/2 n’interviennent donc plus au-delà
de 1,5 T : le gaz d’électrons n’occupe que les niveaux de Landau de spin -1/2. Il
est totalement polarisé de spin -1/2. Ce résultat est conﬁrmé par le comportement
de la raie en polarisation circulaire σ− qui ne montre aucune irrégularité jusqu’à
14 T. La densité obtenue d’après les mesures de magnétooptique est identique aux
résultats donnés par l’eﬀet Shubnikov-de Haas. La pente donne ne = νeB/h =
(2, 25 ± 0, 05).1011 cm−2 (le niveau de Fermi EF = 5,40 meV). L’échantillon S2
présente un comportement identique (ﬁgure III.23). Nous pouvons ainsi déterminer
sa densité de porteurs ne = (2, 25± 0, 05).1011 cm−2, identique à l’échantillon S1.
Le champ d’apparition de la raie L0 ne respecte pas cependant la périodicité en
1/B. Elle apparaît à un champ plus faible d’environ 0,7 T (ﬁgures III.20 et III.21).
Cette anomalie peut provenir de la localisation des porteurs sur des ﬂuctuations de
potentiels [1, 73].
Observons à présent plus précisément le comportement de ces transitions peu
après leur apparition. Nous avons remarqué que l’énergie d’une transition Ln varie
peu, dans un premier régime, entre son champ d’apparition Bn et le champ d’ap-
parition Bn−1 de la raie suivante Ln−1. L’eﬀet Zeeman dû aux interactions sp − d



















 = 2,25.1011 cm-2
Fig. III.23: Inverse des champs d’apparition B−1n des raies Ln en fonction du facteur
de remplissage ν de l’échantillon S2.
avec les ions Manganèse étant inconnu (car la concentration en Manganèse dans le
puits n’est pas déterminée précisément), nous nous aﬀranchissons de sa contribution
en traçant sur la ﬁgure III.24 la diﬀérence d’énergie ∆n = En+1 − En de deux raies
successives Ln+1 et Ln, à un champ donné.
À haut champ, pour ν < n, soit B > Bn, lorsque les deux niveaux de conduction
n+1 et n sont vides alors toutes les diﬀérences ∆n s’alignent sur une droite unique de
pente ~ω∗ = 1, 5± 0, 1 meV. Toutefois, cette droite ne s’extrapole pas à une énergie
nulle quand B tend vers 0, mais à 1 meV environ au-dessus. En revanche, lorsque
B est inférieur à Bn, ∆n montre une nette rupture de pente. Par exemple, pour
B > 4, 6 T, la diﬀérence ∆2 entre les raies L3 et L2 suit bien la droite de pente ~ω∗.
Alors que pour B < 4, 6 T, lorsque le niveau de conduction n = 3 commence à se
remplir, nous observons une cassure. La discontinuité des points correspondant à ∆1
entre 7 et 9,2 T provient de l’existence d’un anticroisement de la raie L2 avec une raie
à 1646 meV, dont nous ignorons encore l’origine. La diﬀérence ∆0 est aussi pertubée
par l’anticroisement de la raie L1 avec une autre raie toute aussi incomprise.
Cette rupture intervient lorsque le niveau de Landau électronique n devient peu-
plé. Lorsque le niveau de Landau n est vide (soit ν < n, ou B > Bn, dans le second
régime) la transition Ln adopte un comportement semblable à une transition inter-
niveaux de Landau, alors que lorsqu’il est occupé, pour B < Bn, En montre une
dépendance plus faible que celle attendue pour les transitions interbandes.
Observons maintenant l’évolution de la forme des raie Ln en champ. Les am-
plitudes 1 de raies Ln, n = 1, 2, 3, 4, 5 de l’échantillon S1 ont été portées sur la
ﬁgure III.25. Le comportement est identique pour ces cinq raies. L’intensité de la
raie Ln croît d’abord rapidement au fur et à mesure que le niveau n se dépeuple,
1. En fait, la force d’oscillateur d’une transition en transmission est extraite de la densité optique,
(− ln It/I0). Mais les franges d’interférence rendent malaisé ce traitement.

























Fig. III.24: Différences d’énergie entre deux raies successives Ln−1 et Ln en fonc-
tion du champ magnétique pour l’échantillon S1. Les flèches indiquent les champs



























Fig. III.25: Amplitudes en fonction du champ magnétique des raies Ln, n = 1, 2, 3,
4, 5 de l’échantillon S1.






















Fig. III.26: Largeurs des raies L1, L2, L3 et L4 en fonction du champ magnétique.
Échantillon S1.
passe par un maximum à B = Bn−1, pour ν = n lorsque le niveau se vide totalement,
puis décroît alors que la raie Ln−1 apparaît. L’intensité de la raie L1 passe par son
maximum bien avant ν = 1. Cette anomalie est à relier à l’apparition précoce de
la raie L0. La largeur (à mi-hauteur) et l’intensité intégrée (produit de la largeur
par la hauteur) présentent un comportement similaire. Elles sont reportées pour les
raies L1, L2, L3 et L4 sur les ﬁgures III.26 et III.27. La raie Ln présente une largeur
minimum et une intensité intégrée maximale à B = Bn, c’est-à-dire lorsque ν = n
Cet aﬃnement de la raie est très révélateur. En eﬀet une telle ﬁnesse de raie
(inférieure à 1,7 meV), proche de celle d’un exciton dans un puits non dopé, traduit
la présence d’un état lié.
Nous attribuons ces raies à des transitions impliquant la formation de paires
électron-trou issues des niveaux de Landau de valence et de conduction faiblement
liés par l’interaction coulombienne. Ces paires constituent des « excitons associés à
des niveaux de Landau ». Un comportement similaire a été observé par Skolnick et
al. [77], en photoluminescence, dans un puits de InGaAs - InP, de densité électro-
nique plus importante (9,2.1011 cm−2). Un tel comportement a été prédit par Bauer
en 1991, dans un court article [78]. Les résultats de ses calculs du coeﬃcient d’ab-
sorption montrent une analogie frappante avec nos données expérimentales, faisant
apparaître, en particulier, les deux régimes associés à chaque raie Ln.
Revenons, à présent, sur la partie faible champ (B < 1,5 T). Nous avons montré
qu’au-delà de 1,5 T, le gaz d’électrons était complétement polarisé de spin. En re-
vanche de 0 à 1,5 T, l’eﬀet Zeeman de la bande de conduction n’est pas suﬃsamment
important : les électrons peuplent aussi les niveaux de spin +1/2. Nous attribuons
alors la raie A à un exciton chargé négativement. Sa formation est rendue en eﬀet
possible en polarisation σ+ par la présence d’électrons dans l’état de spin +1/2. Son
intensité décroît au fur et à mesure de la polarisation du gaz au proﬁt de la raie B































Fig. III.27: Intensités intégrées (produit de la largeur par la hauteur) des raies L1,
L2, L3 et L4 en fonction du champ magnétique. Échantillon S1.
que nous attribuons alors à un exciton neutre. Toutefois celui-ci est faiblement lié à
cause de l’écrantage et du remplissage de l’espace des phases par le gaz d’électrons.
Cette interprétation expliquerait le transfert d’intensité observé (ﬁgure III.17) entre
ces deux structures. Un tel comportement a été, en eﬀet, reporté dans des conditions
similaires, pour un gaz de trous, par Kossacki et al. [47].
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C. Modèle et discussion
Nous proposons un modèle simple pour interpréter nos résultats expérimentaux.
Nous avons cherché les corrections au premier ordre apportées par les interactions
coulombiennes électron-trou et électron-électron [78, 79, 80, 81, 82, 83, 84] à l’énergie
diamagnétique des transitions inter-niveaux de Landau. Cette restriction est certes
très forte, elle nous permet néanmoins d’établir des relations analytiques, relative-
ment simples, sans avoir recours aux formalismes plus complexes, comme celui de la
fonction de Green ou aux simulations numériques.
1. Interaction coulombienne électron-trou
L’apparition, dans les spectres de transmission, de transitions mettant clairement
en évidence les niveaux de Landau des bandes de valence et de conduction montre
que l’approximation des champs faibles (lorsque l’interaction coulombienne électron-
trou domine le terme diamagnétique) n’est plus adaptée. Le comportement linéaire
des énergies en fonction du champ et la périodicité des transitions nous amènent à
envisager l’interaction coulombienne comme une perturbation à l’énergie diamagné-
tique de la paire électron-trou photocréée. Celle-ci se traduit par la formation d’un
état lié associé à chaque transition inter-niveau de Landau, d’une faible énergie de
liaison.
Le paramètre γ, rapport de l’énergie diamagnétique 1
2
~ω∗ à l’énergie de liaison
de l’exciton dans le CdTe massif non dopé, R0, n’est donc plus pertinent pour déﬁnir
la limite champ faible / champ fort. La présence du gaz d’électrons écrante cette





0 est l’énergie de liaison d’un exciton écranté par le gaz d’électrons.
Phénoménologiquement cet écrantage consiste à considérer une nouvelle fonction
diélectrique du milieu ǫ∗ (> ǫ). R∗0 et a
∗
0, le rayon de Bohr de l’exciton massif, sont









où µ est la masse réduite de la paire électron-trou. µ−1 = m−1e + m
−1
h avec mh la
masse eﬀective de trou dans le plan (100).
ǫ∗ sera introduite dans l’expression du potentiel coulombien −e2/4πǫ∗ǫ0r. ǫ∗ est
ici supposée constante. Cette approximation est forte, car elle consiste à négliger la
réponse du gaz à la création d’une paire électron-trou.
Un deuxième mécanisme, en présence du gaz de porteurs, s’oppose à la formation
d’un état lié formé par une paire électron-trou en interaction coulombienne. Il s’agit
du remplissage de l’espace des phases par le gaz d’électrons, c’est-à-dire l’occupation
des états électroniques disponibles par les électrons du gaz. Nous avons observé, dans
les spectres expérimentaux, pour chaque transition Ln, deux régimes distincts selon
l’occupation ou non du niveau de Landau de conduction. Dans le second régime,
lorsque le niveau est vide, la correction due à l’interaction coulombienne apporte
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à l’énergie diamagnétique une contribution négative, sensiblement indépendante du
champ : les diﬀérences ∆n s’alignent sur une même droite, de pente ~ω∗/B.
Dans le premier régime, lorsque ν varie de n à n+1, c’est-à-dire quand le niveau
de Landau est partiellement peuplé, la contribution coulombienne diminue : ∆n di-
minue plus rapidement que ne décroît l’énergie diamagnétique. Nous attribuons cet
eﬀet au remplissage de l’espace des phases. Le peuplement par les électrons du gaz
des états d’un même niveau de Landau n restreint le nombre d’états disponibles
pour former un état lié. La création d’une paire n’est en eﬀet possible que si l’état
électronique n’est pas déjà occupé par un électron du gaz. Donc au fur et à mesure
du peuplement du niveau n, le nombre de paires qui peuvent être formées sur ce
niveau est proportionnel à 1− τn où τn = ν − n est le taux d’occupation du niveau
de Landau n. 1− τn varie entre 1 et 0 quand n < ν < n + 1. Or l’état lié est formé
à partir d’une combinaison linéaire de l’ensemble des états de paire électron-trou
disponibles. Son énergie de liaison sera d’autant plus faible que le nombre d’états de
paires non occupés sera réduit.
Pour établir l’énergie de liaison de cet état lié, nous procéderons en deux étapes.
La première consiste à ne prendre en compte que l’eﬀet de l’écrantage. Nous en
déduirons ainsi, dans l’approximation champ fort, la perturbation à l’énergie dia-
magnétique engendrée par la formation de cet état lié dans le cas d’une bande de
conduction vide (sans eﬀet de remplissage de l’espace des phases, mais en présence
d’écrantage). Le remplissage de l’espace des phases sera traité dans la seconde étape.
Les résultats théoriques que nous présentons ici ont été réalisés dans le cas d’un
puits purement bidimensionnel.
Écrantage
L’énergie de l’état lié est déterminée par l’hamiltonien à deux particules, l’élec-
tron et le trou, liés par l’interaction coulombienne, en présence de champ magné-
tique. La dérivation de l’hamiltonien est similaire à celle donnée par Elliot et Lou-
don [85, 86]. Dans les coordonnées de l’électron et du trou (sans tenir compte du
spin) :








4πǫ∗ǫ0|re − rh| (III.3)
où A est le potentiel vecteur (B = rotA) (e > 0).
Il est commode de chercher les fonctions propres de H dans la base des paires
électron-trou [85, 86, 87, 88, 89]. Dans les coordonnées du centre de masse de la paire,
et après une transformation canonique, l’hamiltonien III.3 de la paire électron-trou





























où M = me +mh et ∆ est le laplacien bidimensionnel.
Les coordonnées dans le centre de masse sont :
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Les fonctions propres de H sont :
Φ(r,R) = F (r,R)ei
eA(r).R
~




où F (r,R) sont les fonctions propres de HK. K = ke+ kh est l’impulsion du centre
de masse. ke et kh sont respectivement les impulsions de l’électron et du trou. S est
la surface de l’échantillon.
En conﬁguration Faraday, l’impulsion dans le plan (100) de la paire photocréée
K = 0 car l’impulsion du photon est perpendiculaire au plan du puits. Nous cher-
chons donc les fonctions propres Ψn,m(r) et les énergies propres En,m de l’hamiltonien
à K = 0 :



















H = H0 +Hc
où Hc représente la partie coulombienne de H . Cet hamiltonien est, dans la limite
mh →∞, identique à celui de MacDonald et Ritchie [90] qui ont traité en détail les
niveaux hydrogénoïdes en champ magnétique à deux dimensions.
Nous nous plaçons maintenant dans l’approximation champ fort, où Hc est traité
comme une perturbation. Les fonctions propres et les énergies propres de H0 sont :
















eiℓφ si ℓ ≥ 0




















)~ω∗ − ℓ~ωh (III.4)
où n = 0, 1, 2... désigne le nombre quantique principal, m = 0, 1, 2... le nombre quan-





la longueur magnétique. Les fonctions Ln−mn (x) sont les polynômes de Laguerre [91].
La conservation du moment orbital total de la paire électron-trou impose ℓ = 0
(soit n = m). Nous retrouvons donc bien, à l’ordre 0, E0n = E
0




l’énergie diamagnétique. La fonction d’onde est Ψn,n(r).
Dans le sous-espace des paires électron-trou optiquement permises, Ψn,n(r) est
non dégénéré : les trois nombres quantiques Kx = Ky = 0, et m = n sont déjà ﬁxés
par les règles de sélection.
Pour évaluer la correction introduite par le terme coulombien nous devons calcu-
ler les éléments de matrice 〈Ψ0n′,m′ |Hc|Ψ0n,n〉 [90, 87]. L’interaction coulombienne ne
couple que les états de même moment orbital, donc parmi ces éléments de matrice
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seuls ceux tels que ℓ′ = ℓ = 0 (soit m′ = n′). Ces éléments sont de la forme :

























Ils sont donnés dans le tableau III.2 pour n ≤ n′ ≤ 10. Le tableau est symétrique,
Cn,n′ = Cn′,n.
La correction au premier ordre de l’énergie est donnée par :
















n′ − n = −πR
∗
0Σn
où R∗0 et a
∗
0 sont déﬁnis par les expressions III.2. Les coeﬃcients
∑
n sont reportés
dans le tableau III.3.
Au premier et au deuxième ordre, la perturbation due à l’interaction coulom-
bienne apporte une contribution négative à l’énergie diamagnétique. La correction au
premier ordre Ee−h (1)n croît en valeur absolue comme
√
B, alors que Ee−h (2)n est indé-





sente l’énergie de liaison de l’état lié. Elle est reportée sur la ﬁgure III.28 en fonction
du champ magnétique pour 0 ≤ n ≤ 7, pour un Ryberg eﬀectif R∗0 = 2, 5 meV. Cette
valeur provient des ajustements théoriques qui seront donnés au paragraphe C.3.
Pour les transitions de n élevés (n > 2), l’approximation champ fort est justiﬁée
sur une large gamme de champ : la correction au deuxième ordre est faible. En
revanche, elle représente environ 1 meV de l’énergie de liaison de la paire électron-
trou pour n = 1. À 4,6 T, lorsque la raie L1 apparaît, celle-ci représente 12 % de
l’énergie de liaison. Cette contribution est donc importante. Cet eﬀet est encore plus
marqué pour n = 0, où elle représente 25 % à 9,3 T. Les corrections au deuxième
ordre deviennent importantes car le couplage d’un niveau de Landau n avec ses
voisins est d’autant plus important que n est petit (tableau III.2). Nous devrons
tenir compte de cette limitation dans l’analyse des résultats expérimentaux.
Remplissage de l’espace des phases
La formation d’un état lié est donc toujours possible en présence d’un écrantage











































n, n′ 0 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10
0 1 1/2 3/8 5/16 35/128 63/256 231/1024 429/2048 6435/32768 0,18547 0,17620
1 3/4 7/16 11/32 75/256 133/512 483/2048 891/4096 13299/65536 0,19093 0,18084
2 41/64 51/128 329/1024 569/2048 2037/8192 3723/16384 0,21061 0,19720 0,18608
3 147/256 759/2048 1245/4096 4351/16384 7843/32768 0,21984 0,20455 0,19212
4 0,527893 0,349274 0,289955 0,255306 0,23137 0,21340 0,19919
5 0,492966 0,332142 0,27828 0,24653 0,22441 0,20768
6 0,465287 0,31793 0,26832 0,23889 0,21826
7 0,44257 0,30585 0,25967 0,23214
8 0,42346 0,29539 0,25205
9 0,40705 0,28620
10 0,39274
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Tab. III.3: Coefficients
∑
n. Tirés de la référence [90]
n 0 1 2 3
∑























Fig. III.28: Énergie de liaison, jusqu’au deuxième ordre, Ee−hn (< 0) (traits pleins)
en champ magnétique de l’état lié d’une paire électron-trou calculée dans l’approxi-
mation champs forts (R∗0 = 2, 5 meV). La contribution du premier ordre est donnée
par les traits pointillés.
conduction n est occupé, c’est-à-dire lorsque les électrons remplissent partiellement
l’espace des états de conduction disponibles pour la formation d’une paire électron-
trou en interaction coulombienne.
Considérons, auparavant, un système dont les états de la bande de conduction
sont non dégénérés pour illustrer cet eﬀet : le cas d’une bande parabolique. L’exciton
est formé d’une combinaison de tous les états de paires électron-trou disponibles de
vecteur d’onde ke et kh (la conservation de l’impulsion durant la transition impose
ke = −kh). À température nulle, les électrons du gaz occupent tous les états ke de
plus basse énergie, tels que ke ≤ kF , où kF est le nombre d’onde d’onde au niveau
de Fermi. Seules les états de paires électron-trou dont l’électron est dans un état
ke > kF sont possibles. L’espace des états de paires disponibles pour former l’exciton
est ainsi réduit par la présence des électrons du gaz. La stabilité de cet état (donc
son énergie de liaison) est d’autant plus faible que les électrons du gaz occupent un
nombre important d’états. La fonction d’onde de l’exciton, formée de la combinaison
linéaire de tous les états de paires électron-trou permis, doit être restreinte aux états
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de paires telles que ke > kF . Orgonasi [93] a montré par un calcul variationnel, dans
le cas d’un puits purement bidimensionnel, que l’exciton n’était plus stable pour
kF .a
2D
0 ≥ 0, 86 (a2D0 est le rayon de Bohr de l’exciton bidimensionnel, non écranté).
En champ magnétique, le traitement est plus complexe car les états d’un même
niveau de Landau n de la bande de conduction sont dégénérés. Soit Nne le nombre
d’électrons sur le niveau de Landau n et M le nombre d’états de ce niveau. Toutes
les distributions de ces Nne électrons parmi les M états sont donc équiprobables.
Les états de paires accessibles à l’état lié sont indéterminés : un état de paire sera
accessible pour certaines distributions mais impossible pour d’autres distributions
lorsque l’état de conduction de la paire sera déjà occupé. La fonction d’onde Ψn,n(r)
ne peut donc être restreinte aussi simplement que dans le cas d’une bande à champ
nul.
Considérons tout d’abord les deux cas limites [82] : à ν = n, le niveau n est
vide et le niveau n − 1 est totalement peuplé. Sur le niveau n, tous les états de
paires électron-trou sont accessibles à l’état lié. Il ne subit alors que l’eﬀet d’écran
des électrons occupant les niveaux inférieurs. Au premier ordre en perturbation, son
énergie de liaison est celle qui a été établie dans l’équation III.6. À ν = (n + 1)−,
le niveau n est totalement peuplé sauf un électron. Pour une distribution donnée
des électrons parmi les M états de ce niveau, un seul état de paire électron-trou est
possible. Il n’existe aucun autre état de paire avec lequel il puisse se combiner pour
former un état lié : l’énergie de liaison est nulle.
L’énergie de liaison, au premier ordre, varie donc de 0 à −R∗0a∗0/ℓc
√
2πCn,n quand
le taux de remplissage du niveau τn = ν−n varie de 1 à 0. Nous supposerons donc que
l’énergie de liaison varie comme 1− τn le taux de dépeuplement du niveau : l’énergie
de liaison sera d’autant plus importante que le nombre d’états paires électron-trou
accessibles sera grand. Nous utiliserons donc l’expression suivante :





Ce choix nous a été suggéré par le calcul de l’énergie des transitions du spectre
d’absorption réalisé par Bauer [78] en utilisant le formalisme de la fonction de Green.
L’énergie (n + 1/2)~ω∗ + Ee−hn (B) des transitions interniveaux de Landau en
présence de l’écrantage et du remplissage de l’espace des phases est reportée sur
la ﬁgure III.29 en fonction du champ magnétique pour les valeurs des paramètres
R∗0 = 2, 5 meV, et ~ω
∗/B = 1, 5 meV/T (sans tenir compte de l’interaction sp − d
avec les ions Mn2+). Les énergies diamagnétiques (n+1/2)~ω∗ sont tracées en traits
pointillés. À l’apparition d’une raie Ln, l’énergie de l’état « lié » est confondue avec
l’énergie diamagnétique. Alors que le niveau n se dépeuple, l’énergie de liaison croît
rapidement, c’est le premier régime que nous avons observé sur nos résultats expéri-
mentaux : l’énergie de la raie Ln croît moins rapidement que l’énergie diamagnétique.
Lorsque le niveau n est vide (quand apparaît la raie Ln−1) l’énergie de l’état lié suit
alors sensiblement le comportement de l’énergie diamagnétique (1/ℓc variant comme√
B). C’est le deuxième régime.
L’eﬀet du remplissage des phases sur le deuxième ordre de l’énergie de liaison
est plus complexe. Dans ce cas, nous ne devons tenir compte que des états de paires
électron-trou impliquant les niveaux de Landau de conduction et de valence n′ voisins



















n = 356 4
ν = 1
ν = 23
Fig. III.29: L’énergie (n+1/2)~ω∗+Ee−hn (B) des transitions interniveaux de Landau
en présence de l’écrantage et du remplissage de l’espace des phases en fonction du
champ magnétique (traits pleins). L’énergie diamagnétique des paires électron-trou
est tracée en pointillé. R∗0 = 2, 5 meV, ~ω
∗/B = 1, 5 meV/T et ne = 2,3.1011 cm−2.
L’interaction avec les ions Mn2+ n’est pas prise en compte.
vide ou partiellement occupés. Mais nous n’avons pas encore établi une expression
de cette correction en présence du remplissage de l’espace de phases.
2. Interaction d’échange électron-électron
Jusqu’à présent, nous avons uniquement considéré l’eﬀet du gaz d’électrons sur
la formation d’un état lié formé d’une paire électron-trou par l’écrantage et le rem-
plissage de l’espace des phases. Nous n’avons pas encore envisagé l’eﬀet du gaz sur
les niveaux électroniques. Or, dans nos échantillons, la densité électronique est telle
(2,25.1011 cm−2) que les électrons ne peuvent plus être considérés comme des parti-
cules indépendantes. Le gaz doit être traité dans sa globalité, comme un ensemble
de Ne particules en interaction coulombienne.














Le caractère fermionique des électrons impose l’antisymétrie de la fonction d’onde
à Ne particules Ψ(r1, r2, . . . , rNe) de H par échange des particules. Dans l’approxi-
mation à un électron de Hartree et de Hartree-Fock [94, 95], Ψ(r1, r2, . . . , rNe) est
donnée par le déterminant de Slater des fonctions d’onde à un électron ψi(rj) :





(±1)P [ψ1(r1)ψ2(r2) . . . ψNe(rNe)]
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où P est l’opérateur permutation sur les coordonnées et son coeﬃcient est +1 (−1)
pour une permutation paire (impaire). ψi(rj) est le produit d’une partie orbitale
ϕi(rj) et d’une fonction de spin θi(σj). ψi(rj) = ϕi(rj)θi(σj).


































∑// est la somme des paires i et j de même spin uniquement.
Cette valeur moyenne fait apparaître trois termes. Le premier représente les
contributions cinétique et magnétique à l’énergie totale du gaz, c’est-à-dire l’éner-
gie d’un gaz sans interaction. Les deux autres termes proviennent de l’interaction
coulombienne. Le premier est appelé terme de Coulomb direct, le second terme
d’échange. Le terme direct, positif, résulte de la répulsion électrostatique entre deux
charges de même signe. Le terme d’échange est apparu dans cette équation à cause
de l’antisymétrie de la fonction d’onde par échange des particules. Il découle direc-
tement du principe d’exclusion de Pauli qui interdit à deux électrons d’occuper le
même état quantique. Il dépend en particulier de l’état de spin des électrons.
Dans nos échantillons, ce terme doit jouer un rôle d’autant plus important que
l’interaction s− d avec les ions Manganèse assure un large eﬀet Zeeman des bandes
+1/2 et -1/2 de conduction [96] : à champ nul, les proportions d’états de spin +1/2 et
-1/2 occupés sont identiques, alors qu’au-delà d’un certain champ, seuls les états de
spin -1/2 sont occupés. Cette diﬀérence de population n’aura qu’un eﬀet négligeable
sur le terme direct qui ne dépend pas explicitement du spin. En revanche, le terme
d’échange y sera très sensible. Nous devons donc évaluer la contribution de l’énergie
d’échange à chaque niveau de Landau.





























où Ei et λi,j sont des paramètres de Lagrange qui imposent respectivement la nor-
malisation et l’orthogonalité des fonctions d’onde ϕi(r). Ei s’identiﬁe à l’énergie de
la particule dans l’état i.
La résolution de ces équations est impossible analytiquement. Les méthodes d’ap-
proximation les plus poussées nécessitent un traitement autocohérent, ou utilisent
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le formalisme de la fonction de Green. Nous nous sommes limités aux corrections au
premier ordre de l’énergie des particules sans interaction : les fonctions d’onde sont
choisies comme celles des particules « libres » ϕ(0)i (r) et les sommes sur j sont limi-
tées aux états occupés. À champ nul, les fonctions d’onde seront les ondes planes et
en champ magnétique, les fonctions de Landau. Cette approximation est très forte :
les termes coulombiens représentent alors un potentiel eﬀectif moyen agissant sur
l’électron dans l’état i. Elle néglige donc les excitations collectives (plasmons) et
les excitations électron-trou du gaz, c’est-à dire qu’on ne prend pas en compte les
corrélations électroniques.
Le terme direct n’est plus considéré par la suite : d’une part, car il est compensé en
partie par l’interaction coulombienne des électrons avec les charges positives dans le
plan de dopage (voir par exemple la référence [97]), et d’autre part, car, comme nous
l’avons mentionné plus haut, il ne doit pas être grandement modiﬁé lors de la pola-
risation du gaz. Il n’apportera, au plus, qu’un terme constant. L’énergie d’échange
de la particule dans l’état i est obtenue en multipliant l’équation III.8 à gauche par
ϕ
(0)



















L’écrantage de l’interaction coulombienne a été, à nouveau, introduit phénoménolo-
giquement par la constante diélectrique modiﬁée ǫ∗.
Le calcul de l’échange dans un puits de largeur ﬁnie est complexe (cf. [97]).
Nous nous contenterons ici d’établir les expressions du terme d’échange dans le cas
bidimensionnel parfait. Elles sont données à température nulle.
Ondes planes
Les fonctions propres des particules libres à champ nul forment la base des ondes



















où rs est déﬁni par π(rsa∗0)
2ne = 1. Ne et ne sont respectivement le nombre et la
densité d’électrons. Le facteur 2 provient de la sommation sur les deux sous-bandes
de spin.
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Fonctions d’onde de Landau
Les fonctions d’onde de Landau sont les fonctions propres des particules libres
en champ magnétique. En coordonnées polaires, elles s’expriment à l’aide d’un po-




































eiℓφ si ℓ < 0
où n = 1, 2... est l’index du niveau de Landau, m = 1, 2... le nombre azimutal et ℓ =
n−m le moment orbital de l’électron. Ces fonctions d’onde sont identiques à celles
utilisées dans le cas de l’interaction coulombienne électron-trou (équation III.4).






où ~ωc est la fréquence cyclotron de l’électron ; σ est le spin. Les états de même n



















où r12 = |r1 − r2|.
La somme ne s’étend, bien évidemment, que sur les niveaux n′ de même spin
σ. La dégénérescence des niveaux n et n′ apporte une diﬃculté supplémentaire. En
eﬀet, lorsque le niveau n est partiellement occupé, la probabilité d’occupation de
l’état (n,m) est identique à celle de tous les autres états (n,m′) de même énergie.
La somme sur les états occupés doit donc prendre en compte tous les arrangements
possibles des électrons parmi tous les états dégénérés de même n. Ando [83, 84] a






























où τn′,σ est le taux d’occupation du niveau n′ de spin σ, compris entre 0 et 1. Dans
le cas d’un gaz d’électron complètement polarisé de spin −1/2, τn′,+1/2 = 0 quel que
soit n′ ; et τn′,−1/2 vaut 1 lorsque ν ≥ n′ + 1, vaut 0 quand ν < n′ et égale ν − n′
lorsque n′ < ν < n′ + 1.
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La somme
∑
m′ αn,n′,m,m′ ne dépend pas de m du fait de l’invariance par trans-
lation du système. On montre qu’elle est simplement égale au coeﬃcient Cn,n′ déﬁni
par la formule III.5 ([92], cf. aussi [90]) utilisée pour calculer l’énergie de liaison en
champ fort d’une paire électron-trou en interaction coulombienne (les coeﬃcients
Cn,n′ sont donnés dans le tableau III.2). L’énergie d’échange d’un électron de spin σ


















Nous pouvons faire deux remarques à propos de cette expression :
– l’énergie d’échange pour un niveau n est non nulle, même lorsque le niveau est
vide, dès lors que des électrons de même spin occupent les niveaux inférieurs
n′ < n. Ee−en,σ a été déﬁnie comme l’énergie d’échange qu’aurait un électron
s’il se trouvait sur le niveau n. En magnétooptique, un électron, au moins, est
toujours présent sur le niveau n étudié, celui qui est excité pendant la transition
depuis la bande de valence. Cet électron sera donc sensible à l’interaction
d’échange avec les électrons des niveaux inférieurs, même si le niveau qu’il
occupe était vide auparavant ;
– la dépendance de l’énergie d’échange avec le champ dépend de deux facteurs,
l’inverse de la longueur magnétique et le nombre d’états occupés. Le premier est
proportionnel à
√
B. Il tend à faire croître l’énergie d’échange avec le champ.
En revanche, le nombre de niveaux n′ peuplés décroît avec le champ. La somme
sur n′ est restreinte à un nombre de niveaux de plus en plus faible. Cet eﬀet
diminue donc l’interaction d’échange. Les deux eﬀets se compensent partielle-
ment (ﬁgure III.30).
L’énergie d’échange Ee−en,σ est reportée sur la ﬁgure III.30 en fonction du champ
magnétique pour R∗0 = 2, 5 meV, et ne = 2,3.10
11 cm−2 en supposant que le gaz
est totalement polarisé de spin σ au-delà de 1,5 T. L’eﬀet d’échange est important,
de l’ordre de 10 meV pour le niveau n = 0 et diminue quand n croît. Il décroît
rapidement au fur et à mesure que les niveaux inférieurs se dépeuplent. Remarquons
que pour n = 0, l’échange continue de diminuer quand ν < 1 car le taux d’occupation
de ce niveau τ0 = ν décroît toujours.
3. Analyse des résultats expérimentaux
Nous avons comparé nos résultats expérimentaux aux prédictions théoriques
du modèle incluant l’interaction coulombienne électron-trou (e-h) et l’interaction
d’échange (e-e) dans la gamme de champ 1,5-14 T.
La polarisation complète de spin σ = −1/2 du gaz d’électrons au-delà de 1,5 T
permet de faire abstraction des niveaux de spin σ = +1/2 et de ne considérer
qu’une seule série de niveaux de Landau (σ = −1/2) de conduction se dépeuplant
























Fig. III.30: Énergie d’échange d’un électron sur un niveau de Landau en fonc-
tion du champ magnétique en présence d’un gaz d’électrons bidimensionnel
(ne =2,3.1011 cm−2) totalement polarisé de spin σ au-delà de 1,5 T. R∗0 = 2, 5 meV.
successivement sous l’action du champ magnétique. Nous n’envisagerons donc que les
transitions en polarisation σ+. Cette propriété simpliﬁe considérablement le calcul
des expressions des interactions électron-trou et électron-électron car il n’y a aucun
transfert de porteurs d’un état de spin à l’autre sur toute la gamme de champ de
1,5 à 14 T.
Nous cherchons à reproduire le comportement en champ des énergies En des raies
Ln. Nous les avons identiﬁées aux transitions E1H1 (−3/2→ −1/2) entre les niveaux
de Landau de même nombre quantique n, soumis aux interactions coulombiennes
électron-trou et électron-électron. La comparaison est réalisée en deux étapes : tout
d’abord, le comportement de chacune des diﬀérences d’énergies ∆n = En+1 − En
des raies Ln+1 et Ln est reproduit théoriquement en fonction du champ magnétique.
Cette étape nous permet de nous aﬀranchir de l’interaction sp − d avec les ions
Mn2+ qui dépend de la concentration (inconnue) en Manganèse. Deux paramètres
seulement sont ajustables, la fréquence cyclotron réduite (~ω∗) et le paramètre R∗0
(équ. III.2, ce qui revient à utiliser la constante diélectrique modiﬁée ǫ∗). Nous avons
choisi de conserver cette constante commune pour les deux types d’interactions : l’in-
teraction coulombienne entre un électron et un trou est écrantée de façon identique à
l’interaction coulombienne électron-électron du gaz. La fréquence cyclotron ne peut
varier que dans un intervalle restreint autour de sa valeur dans les puits non dopés,
soit 1,7 meV/T. Le choix de ces deux paramètres (R∗0 et ~ω
∗) doit permettre de
reproduire le comportement de l’ensemble des diﬀérences ∆n.
Dans un second temps, la concentration en Mn2+ sera ajustée pour reproduire
les énergies absolues de chaque transition Ln en fonction du champ magnétique.
Enﬁn, nous montrerons les qualités et les limitations de ce modèle.
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Ajustement théorique des différences ∆n en champ
Soient Een, l’énergie du niveau de Landau n associé au premier état électronique
conﬁné du puits E1 et Evn, celle du niveau de Landau n associé au premier état
conﬁné de la bande de valence (trou lourd) H1. En présence des interactions sp −
d et d’échange, et sous champ magnétique perpendiculaire au plan du puits, leur
expression est donnée par :
Een(B) = E
∗




s−d(B) + Ee−en (B)




l’origine des énergies étant prise au sommet de la bande de valence à champ nul.
E∗g représente ici la largeur de bande interdite du fond du puits en l’absence de
conﬁnement, renormalisée par tous les processus dus à la présence du gaz d’élec-
trons à l’exclusion du terme d’échange. Nous supposons E∗g indépendant du champ.
Es−d(B) et Ep−d(B) sont les contributions respectives de l’interaction sp−d des ions
Mn2+ avec les électrons de la bande de conduction et de valence. Elles dépendent
des intégrales d’échange N0α et N0β, mais aussi, plus modestement, du conﬁnement
suivant l’axe de croissance (le puits est large). Ee−en (B) est l’énergie d’échange sur
le niveau de Landau de conduction n.
La transition d’un électron du niveau de Landau n de la bande de valence vers
le niveau n de conduction s’accompagne de la formation d’un état lié, d’énergie de
liaison Ee−hn (B). L’énergie de cette transition est donnée par :
En(B) = E
e
n(B)− Evn(B) + Ee−hn (B) (III.12)
= E∗g + E1 +H1 + E
sp−d(B) + (n +
1
2
)~ω∗ + Ee−en (B) + E
e−h
n (B)
Ee−en (B) et E
e−h
n (B) apportent toutes deux une contribution négative à En(B). Il
en est de même pour Esp−d(B) = Es−d(B) + Ep−d(B) en polarisation σ+.
Les diﬀérences ∆n(B) = En+1(B)−En(B) ne gardent que les termes dépendant
de n, soit :
∆n(B) = ~ω
∗ + Ee−en+1(B)− Ee−en (B) + Ee−hn+1(B)−Ee−hn (B)
Il y a lieu de considérer deux cas selon que le niveau n est peuplé ou vide :
i. ν ≤ n Les niveaux n et n + 1 sont vides (τn = τn+1 = 0). Ils ne subissent
donc pas l’eﬀet du remplissage de l’espace des phases par le gaz d’électrons. En
revanche, l’électron d’une paire formée sur l’un de ces niveaux est toujours sensible
à l’interaction d’échange avec les électrons des niveaux inférieurs. En remplaçant
Ee−en (B) et E
e−h
n (B) par leur expression au premier ordre (formules III.11 et III.7),
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où n′(< n) désigne les niveaux partiellement ou totalement occupés. Le premier
terme en R∗0 provient de l’interaction d’échange, qui apporte une contribution posi-
tive à∆n (Cn,n′−Cn+1,n′ > 0, pour n′ < n, d’après le tableau III.2) car le niveau n est
plus fortement perturbé que ne l’est le niveau n+1 par l’interaction d’échange avec
les électrons du gaz présents dans les niveaux n′ < n. À champ ﬁxe, (ν ﬁxé), cette
contribution diminue lorsque n augmente (Cn+1,n′−Cn+2,n′ < Cn,n′−Cn+1,n′). Enﬁn
lorsque les niveaux inférieurs se dépeuplent (quand le champ magnétique croît), la
somme sur n′ est restreinte à un nombre de plus en plus faible de niveaux occupés :
la contribution d’échange, pour une séparation ∆n entre deux raies, décroît. Nous
avons reporté les corrections uniquement dues à l’échange sur la ﬁgure III.31.a.
Le deuxième terme en R∗0 représente la contribution de l’interaction coulombienne
électron-trou au premier ordre. Elle augmente la valeur de ∆n (Cn,n−Cn+1,n+1 > 0) :
l’énergie de liaison de la paire électron-trou associée au niveau n + 1 est plus faible
que celle associée au niveau n (ﬁgure III.31.b). Mais cet eﬀet devient négligeable
pour les n élevés. Les diﬀérences ∆n pour n = 2, 3, 4 s’alignent à moins de 0,5 meV
sur la droite (en pointillé) de pente ~ω∗/B = 1,5 meV/T et passant par l’origine.
La combinaison de ces deux eﬀets est donnée sur la ﬁgure III.31.c. L’interac-
tion coulombienne électron-trou seule ne permet pas d’expliquer le décalage vers les
hautes énergies des diﬀérences ∆n. L’eﬀet d’échange est nécessaire pour reproduire
ce comportement : il permet d’aligner les énergies sur une même droite, de pente
~ω∗/B. Cette droite s’extrapole à une énergie positive à champ nul (∼ 1,2 meV),
comme dans nos résultats expérimentaux (droite en traits tirés sur la ﬁgure III.31.c).
ii. n < ν < n+ 1 Dans ce régime, le niveau n est peuplé. La présence d’électrons
sur ce niveau accroît fortement l’énergie d’échange, alors que l’énergie de liaison
électron-trou est réduite par le remplissage de l’espace des phases.


















[Cn,n τn − Cn+1,n+1]
L’interaction d’échange fait croître la diﬀérence ∆n alors que le niveau n se rem-
plit, car un électron sur ce niveau subit maintenant une forte interaction d’échange
avec les électrons qui peuplent ce niveau (ﬁgure III.31.a). En revanche l’énergie de
l’état lié associé au niveau n s’eﬀondre à cause du remplissage de l’espace des phases
pour tendre vers 0 lorsque le niveau n est plein, alors que celle associée au niveau
n+1 reste stable. L’interaction électron-trou apporte une contribution décroissante
à ∆n (ﬁgure III.31.b).
Ces deux eﬀets jouent en sens contraire. Mais l’eﬀet du remplissage de l’espace
des phases est dominant. Il est responsable de la rupture de pente observée entre les
deux régimes (ﬁgure III.31.c).
Ajustement théorique Les paramètres R∗0 et ~ω
∗ ont été ajustés pour repro-
duire au mieux les données expérimentales. L’énergie cyclotron ~ω∗ gouverne essen-


































































Fig. III.31: Influence de l’échange (a), de l’interaction électron-trou (b), et des deux
effets combinés (c) sur les différences d’énergie ∆n = En+1 − En des raies Ln en
fonction du champ magnétique. Les courbes en traits pleins sont calculées pour les
valeurs de R0 = 2, 5 meV et de ~ω∗/B = 1,5 meV/T (ne = 2,25.1011 cm−2) qui
correspondent au meilleur ajustement théorique des points expérimentaux de la figure
c. En l’absence de couplage, les différences ∆n seraient données par la droite en
pointillé de pente ~ω∗/B = 1,5 meV/T (figures a et b). La droite en traits tirets
(figure c) souligne le décalage (∼ 1,2 meV) vers les hautes énergies des séparations
∆n dans le régime haut champ (ν < n).
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tiellement la pente de la droite sur laquelle s’alignent les points dans le deuxième
régime (les niveaux n et n + 1 sont vides). R∗0 agit sur la pente des droites dans le
premier régime (n < ν < n+1). Son inﬂuence est plus faible dans le deuxième régime
(ν < n). Néanmoins, plus R∗0 sera élevé, plus ∆1 s’écartera de la droite commune.
Le meilleur ajustement pour l’échantillon S1 a été obtenu pour :
R∗0 = 2, 5 ± 0, 5 meV
~ω∗/B = 1, 5 ± 0, 1 meV/T
avec une densité électronique de 2,25 1011 cm−2 (ﬁgure III.31.c).
L’accord est satisfaisant pour l’ensemble des diﬀérences à moins de 1 meV. Ce
modèle reproduit correctement les deux régimes et notamment la rupture de pente
à ν entier.
Ajustement théorique des énergies des transitions Ln en champ
L’ajustement des diﬀérences ∆n a permis d’évaluer les deux paramètres R∗0 et
~ω∗. Pour reproduire le comportement en champ des énergies des raies Ln nous
disposons d’un troisième paramètre : la concentration en Manganèse xMn. En fait
une quatrième variable intervient également dans l’ajustement des énergies En : la
largeur de bande interdite sans terme d’échange E∗g . La saturation apparente de
l’eﬀet Zeeman due à l’interaction sp − d avec les ions Mn2+ est suﬃsamment lente
pour déterminer correctement la concentration en Manganèse dans la gamme de
champ de 1,5 T à 14 T. L’énergie d’une raie est donnée, dans le cadre de notre
modèle, par la formule III.12, en remplaçant Ee−en (B) et E
e−h
n (B) par leur expression
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Les eﬀets Zeeman intrinsèques respectifs des bandes de valence et de conduction
ont été pris en compte (1/2(ge + 3gh)µB ≃ −0, 035 meV/T [73] pour un puits de
100 Å). Pour une concentration xMn donnée, les eﬀets Zeeman Es−d(B, xMn, T ) et
Ep−d(B, xMn, T ) des niveaux conﬁnés du puits E1 et H1 ont été calculés de manière
identique à celle du chapitre II.
Le meilleur ajustement pour l’échantillon S1, présenté sur la ﬁgure III.20, est
obtenu pour une concentration en Manganèse :
xMn = 1, 8± 0, 2%
pour une séparation en énergie entre les extremums des bandes des états conﬁnés,
sans le terme d’échange, E∗g + E1 +H1 = 1644, 5± 1 meV.
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Fig. III.32: Agrandissement de la figure III.20 de l’échantillon S1.
Un agrandissement de cette ﬁgure est donné sur la ﬁgure III.32, pour une gamme
de champ 0 < B < 7 T.
L’ajustement théorique des énergies En est très satifaisant : les champs d’ap-
parition des raies L1...6 correspondent aux champs observés expérimentalement. Il
reproduit correctement les énergies E1...6 à une précision proche de 0,5 meV : les
deux régimes, dépendant de l’occupation ou non du niveau de conduction, sont bien
décrits par ce modèle. Néanmoins, il ne prévoit pas l’apparition précoce de la raie
L0 et montre un désaccord de 2 meV sur l’énergie E0, qui était prévisible pour
une approximation limitée au premier ordre. Enﬁn, on remarque sur la ﬁgure III.20
l’existence d’un anticroisement des raies L2 et L3 avec une transition à plus haute
énergie à 1646,5 meV. Il semble qu’il en soit de même pour la raie L1 qui intersecte
une raie à 1642 meV. L’origine de ces deux raies est, pour l’instant, encore inconnue.
Les résultats obtenus pour ~ω∗ et xMn sont cohérents avec les valeurs attendues.
~ω∗ = 1, 5 meV/T est faible. En imposant la masse de l’électron me = 0, 105m0
(proche de la valeur donnée par la résonance cyclotron), la masse du trou dans le
plan serait mh = (0, 29±0, 06)m0. Elle est plus importante que la valeur connue que
nous utilisions jusqu’à présent (mh = 0, 193m0 [38]). Deux eﬀets pourraient expliquer
cet écart : la dépendance de mh avec la largeur du puits (les calculs théoriques de
Fishman [98] ont montré que la masse du trou augmentait de 25 % dans un puits
de CdTe de 100 Å par rapport à sa valeur dans le massif) ; et la non-parabolicité de
la bande de valence à k 6= 0.
La concentration en Manganèse est cohérente avec les énergies des transitions ex-
citoniques X et X−à champ nul. Il a été établi par diﬀérentes équipes [69, 58, 46, 47]
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(paragraphe III.A.3.) que l’énergie de la transition excitonique X− restait stable
sur une large gamme de dopage dans CdTe (jusqu’à 4.1011 cm−2 [69]). Ce fait a
été conﬁrmé dans un puits de CdMnTe avec gradient de dopage (ne variant de 0 à
4,8.1011 cm−2) de caractéristiques similaires (xMn = 1 %) par Wojtowicz et al. [46]
(ﬁgure III.7). En s’appuyant sur cette hypothèse, nous devrions avoir une énergie
de transition excitonique X− de l’échantillon S1 identique (1639,5 meV) à celle d’un
puits possédant les mêmes caractéristiques (largeur, hauteur de barrière, concentra-
tion du puits) en l’absence de dopage. Or pour une concentration xMn = 1,8 % et
les paramètres connus du puits (largeur de 100 Å, concentration en Mg2+ de 14,5 %
dans les barrières et une énergie de liaison de l’exciton chargé de 2,7 meV [1]), le
calcul donne une valeur de l’énergie de la transition excitonique X− de 1640-41 meV,
à champ nul et en l’absence de dopage, proche de la valeur de 1639,5 meV mesurée
expérimentalement.
Une deuxième conﬁrmation provient de la valeur de l’énergie de la transition à
1649,5 meV. Nous avons attribué cette raie à l’exciton, avec une très faible énergie
de liaison, se confondant sensiblement avec le seuil des transitions interbandes. La
séparation en énergie entre les extremums des bandes des niveaux E1 et H1 est
donnée, à champ nul, par la formule III.13 :
E(B = 0) = E∗g + E1 +H1 + E
e−e(B = 0)
Ee−e(B = 0) est maintenant l’énergie d’échange moyenne par électron à champ
nul (le gaz d’électrons n’est plus polarisé). Son expression est donnée par la rela-
tion III.10. Pour une densité électronique ne = 2,25.1011 cm−2 et R∗0 = 2,5 meV,
Ee−e(0) = −3, 9 meV. E(B = 0) = 1640, 6 meV. L’énergie du seuil des transitions
interbandes est obtenue en ajoutant à E(B = 0) le déplacement de Moss-Burstein,
EF (1+me/mh) (où EF = 5,4 meV est l’énergie de Fermi), soit 1648 ± 1 meV. Cette
valeur est tout à fait cohérente avec la position de la raie excitonique X (1649,5 meV),
pour une énergie de liaison quasiment nulle (ﬁgure III.33).
La renormalisation de la bande interdite par le gaz de porteurs [99, 100, 101] est
importante. Pour un puits non dopé, ayant les mêmes caractéristiques, Eg+E1+H1 =
1661 meV, soit 20 meV au dessus de la valeur déduite dans le puits dopé. Nous
retrouvons l’ordre de grandeur (entre 26 et 30 meV) mesuré dans des puits CdTe [73]
et CdMnTe [46] de densité électronique équivalente.
xMn et ~ω∗ sont donc en bon accord avec les valeurs attendues. Ils donnent une
interprétation cohérente des résultats expérimentaux. L’approximation champ fort
est vériﬁée, a posteriori, par la faible valeur de R∗0 comparée au Rydberg non écranté
R∗0 = 9 meV.
Observons les prédictions de notre modèle pour l’échantillon S2. La densité élec-
tronique étant identique à l’échantillon S1, la valeur de R∗0 est conservée. Il en est
de même pour ~ω∗. La concentration en Manganèse peut être estimée d’après le dé-
calage de 4 meV des raies excitoniques à champ nul. En supposant qu’il ne provient
que des ions magnétiques, il impose une concentration xMn = 2,1 %. Les trois pa-
ramètres sont donc ﬁxés. La comparaison du modèle et des résultats expérimentaux
est donnée sur les ﬁgures III.21 et III.34. L’accord est à nouveau remarquable.
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Fig. III.34: Agrandissement de la figure III.21 de l’échantillon S2.
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4. Importance de l’effet d’échange électron-électron
Seules la combinaison des interactions d’échange électron-Manganèse (s − d) et
électron-électron permettent d’expliquer la polarisation complète de spin -1/2 du gaz
d’électrons pour un champ relativement faible. Les ﬁgures III.35.a et b représentent
l’eﬀet Zeeman des niveaux de Landau de la bande de conduction de spin -1/2 (traits
pleins) et +1/2 (traits pointillés) de l’échantillon S1 respectivement sans et avec
l’eﬀet d’échange électron-électron (resp. a et b) pour une concentration xMn = 1,8 %.
Dans le premier cas (ﬁgure III.35.a), en l’absence d’échange électron-électron, le
niveau de Fermi évolue entre les niveaux de spin +1/2 et -1/2 : le gaz n’est polarisé
qu’à ν ≤ 1 (et sur un faible intervalle de champ, lorsque 1 < ν ≤ 2). Pour les
champs inférieurs le niveau n = 0 de spin +1/2 est toujours peuplé. En présence
d’échange électron-électron, en revanche, l’énergie des niveaux -1/2 est réduite et le
gaz devient totalement polarisé de spin (ﬁgure III.35.b). Le niveau de Fermi évolue
alors uniquement parmi les niveaux de Landau de même spin -1/2. Cette situation
apparaît dès que ν < 7. Cette conﬁguration est bien celle que nous avons observée
expérimentalement.
Un tel agencement aurait pu tout aussi bien se produire en l’absence d’échange
électron-électron, mais il aurait nécessité une concentration en Manganèse supérieure
à 3,8 % pour une polarisation totale à ν = 6. Cette valeur est incompatible avec les
énergies des transitions excitoniques à champ nul. La raie associée à l’exciton chargé,
en supposant toujours sa stabilité en fonction du dopage, devrait se situer au moins
à 33 meV au dessus de sa position mesurée expérimentalement à 1639,5 meV.
Revenons à la ﬁgure III.35.b et considérons l’évolution du niveau de Fermi. Au
voisinage de chaque ν entier, la polarisation du gaz est totale mais le niveau de Fermi
n’est situé qu’à quelques dixièmes de meV sous le premier niveau de conduction +1/2
(0+). Un eﬀet Zeeman ou un écrantage plus faible auraient suﬃts pour dépolariser
le gaz à proximité de chaque ν entier en transférant les électrons dans le niveau de
Landau n = 0 de spin +1/2. Nous ne pouvons écarter cette possibilité en raison des
incertitudes sur les valeurs de R∗0 et de xMn. De même, l’agitation thermique et la
largeur ﬁnie des niveaux de Landau peuvent tout aussi bien entraîner un transfert
partiel des électrons vers ce niveau. Ces hypothèses pourraient expliquer d’ailleurs les
anomalies observées sur les oscillations Shubnikov-de Hass (ﬁgure III.10) en amont
de chaque minimum.
Les propriétés magnétooptiques des puits semimagnétiques soulignent l’impor-
tance de l’eﬀet d’échange du gaz d’électrons [96]. Dans les puits non magnétiques ce
mécanisme n’est pas visible car l’eﬀet Zeeman intrinsèque est trop faible pour séparer
notablement les deux composantes de spin. La polarisation totale du gaz d’électrons
ne peut en eﬀet intervenir qu’à ν < 1, lorsque le niveau de Fermi saute du niveau
de Landau n = 0 de spin +1/2 (-1/2) sur le dernier niveau peuplé n = 0 de spin
-1/2 (+1/2) pour un facteur gyromagnétique positif (négatif). Les manifestations
les plus évidentes de l’échange dans les puits quantiques reposaient jusqu’à présent
essentiellement sur les oscillations du facteur gyromagnétique « eﬀectif » observées
au fur et à mesure du dépeuplement des niveaux de Landau [84].


























































Fig. III.35: Effet Zeeman des niveaux de Landau de la bande de conduction de spin -
1/2 (0−, 1−... en traits pleins) et +1/2 (0+, 1+... en traits pointillés) de l’échantillon
S1 sans (a) et avec (b) l’effet d’échange. xMn = 1,8 %, R∗0 = 2,5 meV, et ~ωc/B =
1,1? meV/T. L’énergie de Fermi est indiquée par un trait gras.
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L’excellent accord théorie-expérience est quelque peu surprenant compte tenu de
la simplicité de ce modèle. Il nous encourage à développer une description plus com-
plète des diﬀérents mécanismes que nous avons mis en évidence. Le traitement de
l’interaction coulombienne électron-trou au deuxième ordre, puis aux ordres suivants,
est maintenant impératif pour reproduire plus ﬁdèlement le comportement des éner-
gies des transitions Ln en champ faible. Il sera alors très certainement nécessaire
de faire intervenir la largeur ﬁnie des niveaux de Landau, comme la température
non nulle de l’échantillon. La prise en compte de la structure réelle du puits de-
vrait apporter des corrections non négligeables dans les expressions des interactions
coulombiennes.
Une question cependant a été manifestement ignorée dans le traitement de l’in-
teraction coulombienne électron-trou tel que nous l’avons présenté dans ce mémoire :
quelle est la réponse du gaz d’électrons à la création d’une paire électron-trou? Nous
avons jusqu’à présent considéré les électrons uniquement comme spectacteurs de la
transition, en ne prenant en compte que les eﬀets d’écran et du remplissage de l’es-
pace des phases. Un traitement plus complet nécessiterait en eﬀet de prendre en




Les deux aspects traités dans ce mémoire, bien qu’hétérogènes, illustrent la diver-
sité des applications des semiconducteurs semimagnétiques dans la compréhension
des mécanismes qui gouvernent les propriétés des hétérostructures semiconductrices.
Dans une première partie nous avons mis en évidence dans une série de puits
quantiques asymétriques le mécanisme de ségrégation aux interfaces qui résulte de
l’échange des atomes entre deux monocouches adjacentes en cours de croissance.
Nos résultats ont été interprétés de façon tout à fait cohérente par le modèle de
l’aimantation locale. Ces résultats, obtenus sur un ensemble d’échantillons réalisés
à l’Institut de l’Académie des Sciences à Varsovie, conﬁrment la description donnée
par les équipes grenobloises.
La seconde partie de ce travail a été consacrée à l’étude des propriétés magnéto-
optiques de puits quantiques semimagnétiques dopés n par modulation d’excellente
qualité. Nous avons présenté une série des résultats originaux dans une gamme de
densité électronique (2.1011 cm−2) relativement peu étudiée jusqu’à présent dans les
composés II-VI.
Leur analyse a été grandement facilitée par la polarisation de spin complète du
gaz d’électrons due à la présence des ions magnétiques dans le puits. Les semicon-
ducteurs semimagnétiques oﬀrent ainsi un objet d’étude particulièrement simple qui
se réduit à un système ne contenant qu’une seule composante de spin.
Nos résultats expérimentaux montrent l’importance des effets à N corps. Ils
mettent en évidence l’apparition, sous champ magnétique, d’une série d’états liés
formés de paires électron-trou en interaction coulombienne associés aux transitions
inter-niveaux de Landau des bandes de valence et de conduction. Le comportement
de chacun de ces états liés se caractérise par la présence de deux régimes, bien dis-
tincts, selon l’occupation ou non du niveau de Landau électronique correspondant.
Lorsque le niveau est vide, l’interaction coulombienne est simplement aﬀaiblie par
l’effet d’écran des électrons occupant les niveaux inférieurs. Lorsque le niveau se
peuple, l’état lié est considérablement aﬀecté : le gaz de porteurs occupe l’espace des
phases des états de paires électron-trou. L’énergie de liaison chute brutalement.
L’interaction d’échange électron-électron est manifeste. Nous avons montré qu’il
était nécessaire de l’inclure pour rendre compte de la polarisation de spin aussi rapide
du gaz d’électrons dans un champ relativement faible.
Un modèle simple associant ces eﬀets reproduit correctement la dépendance en
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champ des transitions observées et leur seuil d’apparition.
La qualité de nos résultats expérimentaux et l’accord avec nos interprétations
théoriques appelle à approfondir ces deux aspects. Le comportement des forces d’os-
cillateur des transitions Ln dans les deux régimes n’a pas encore été traité dans le
cadre de ce modèle. Nous avons très récemment réalisé une série d’expériences en
photoluminescence qui apporterait des résultats complémentaires à ceux l’absorp-
tion. Des mesures plus ﬁnes de magnéto-transport sur une structure plus adéquate
sont en cours. Elles permettront notamment de découpler les composantes longitu-




Les mesures classiques de magnétooptique (absorption, réﬂectivité) décrites dans
ce travail ont été complétées par des mesures de rotation Kerr. L’eﬀet Kerr provient,
dans les semiconducteurs semimagnétiques, de la biréfringence circulaire magnétique
induite par le couplage des porteurs avec le moment magnétique des ions de l’élément
de transition. Nous donnons ici le principe et la réalisation de ces mesures. Nous
rappelons par ailleurs l’expression des coeﬃcients de réﬂectivité et de transmission.
Enﬁn, l’alternance de couches d’indices optiques diﬀérents dans une hétérostructure
modiﬁe la forme des spectres à cause des réﬂexions multiples.
1. Le tenseur diélectrique
Pour établir l’expression des coeﬃcients de réﬂectivité du matériau, nous devons
dériver l’expression du tenseur diélectrique ε.
Les équations de Maxwell dans un milieu non magnétique sont de la forme :








D = εE (A.1)
L’équation de propagation d’une onde plane E0ei(ωt−q.z), de vecteur d’onde q





Dans un milieu anisotrope, de symétrie cubique, placé dans un champ magnétique
appliqué le long de l’axe z, le tenseur diélectrique est de la forme :
ε =





De l’équation A.2 et de la déﬁnition A.3, il vient les équations :

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qui sont regroupées, en introduisant E± = 1√
2






Il existe donc deux modes propres de propagation dans le milieu, qui corres-
pondent aux deux modes circulaires σ± (droite et gauche). L’indice complexe du
milieu est relié au tenseur diélectrique par n˜2± = ε±.
Les composantes εxx et εxy du tenseur diélectrique sont données par la valeur
moyenne de la polarisation électrique dans le cadre de la théorie des perturbations
dépendantes du temps [102]. ε± prend alors la forme :







( | < f |p∓|i > |2
~ω + ~ωf + iΓf
+
| < f |p±|i > |2
~ω − ~ωf + iΓf
)
(A.5)
où |i > est l’état initial et |f > un état excité à deux particules (l’exciton) avec
ke + kh = 0, d’énergie ~ωf . p∓ = 1/
√
2(px ± ipy) est l’opérateur impulsion. Ω est le
volume de la cellule unité. Γ est un terme d’élargissement.
Dans un cristal de type blende de Zinc, les élements de matrice < f |p∓|i >
sont proportionnels aux éléments de matrice < uc|p∓|uv > des fonctions de Bloch
des bandes Γ6 et Γ8. Les excitations permises sont données dans le tableau I.1 en
conﬁguration Faraday pour la bande de trou lourd. Dans l’approximation d’un milieu
homogène [35], cette expression est identique pour un puits quantique à un facteur
de forme près γ± qui dépend du recouvrement des fonctions d’onde des porteurs
conﬁnés dans le puits. Près de l’énergie ~ω±1 de la transition fondamentale E1H1, en
ne considérant que cette transition, l’équation A.5 devient [35] :





~ω±1 − ~ω − iΓ±
(A.6)
ε1 est la constante diélectrique qui inclut les contributions des termes non résonants
et des autres transitions permises. P =< S|px|X >.
2. Spectres expérimentaux
La constante diélectrique étant calculée, nous pouvons établir les expressions des
coeﬃcients de transmission, de réﬂectivité et de la rotation Kerr. Elles sont données
pour un échantillon massif.
Transmission
Le coeﬃcient de transmission t = Itransmis/Iincident est relié à la densité optique
α par t = exp(−αd) où d est la largeur de l’échantillon. La densité optique est












Re(ε±)2 + Im(ε±)2 − Re(ε±)
)
En supposant que le terme résonant du tenseur diélectrique ∆ε± est petit devant
ε1, nous pouvons obtenir une expression simpliﬁée du coeﬃcient d’absorption qui











(~ω±1 − ~ω)2 + Γ2±
Dans une polarisation donnée, la densité optique (et donc l’absorption) présente
un maximum centré sur l’énergie de la transition. Son amplitude est proportionnelle
à la force d’oscillateur de la transition.
Réflectivité
Le coeﬃcient de réﬂectivité R = Ire´fle´chi/Iincident est donné par le carré de la valeur
absolue du coeﬃcient de Fresnel R± = |r±|2, eux-mêmes reliés à l’indice complexe

















(~ω±1 − ~ω)2 + Γ2±
)
où K est une quantité qui dépend peu de ω.
Le spectre de réﬂectivité, dans une polarisation donnée, montre un épaulement
à l’énergie de la transition. Ce comportement rend le dépouillement des spectres
moins évident que dans le cas de la transmission.
La rotation Kerr
Elle résulte de la biréfringence circulaire magnétique du cristal : une onde in-
cidente polarisée linéairement dans le plan xOy deviendra elliptiquement polarisée
après réﬂexion sur le cristal. Cette polarisation elliptique est caractérisée par sa
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Aux petits angles θK ,














(~ω+1 − ~ω)2 + Γ2+
− Γ−
(~ω−1 − ~ω)2 + Γ2−
)
où K ′ est une quantité qui dépend peu de ω.
θK est la somme de deux termes, qui correspondent aux deux transitions permises
en polarisations circulaires σ+ et σ−. Lorsque l’écart entre les deux transitions ~ω+1 −
~ω−1 est grand devant les largeurs des transitions Γ, les spectres de rotation Kerr
montrent deux maximums, centrés sur chacune de ces transitions, mais de signes
opposés. En revanche, lorsque ~ω+1 − ~ω−1 ≪ Γ, le spectre présente un épaulement
dont la hauteur est proportionnelle à l’écart ~ω+1 − ~ω−1 , lui-même proportionnel,
dans les semiconducteurs semimagnétiques, à l’aimantation des ions de l’élément de
transition. Cette propriété permet de caractériser les propriétés magnétiques à très
faible champ.
3. Structure multicouche
La forme des spectres est modiﬁée par les réﬂexions multiples dans une hétéro-
structure. Les coeﬃcients de Fresnel de la structure dépendent des coeﬃcients de









En particulier, un échantillon contenant un puits quantique peut être modélisé par
une structure formée de trois couches : la couche de couverture, le puits quantique,
et la couche tampon. Dans l’approximation du milieu homogène [35], la constante
diélectrique du puits quantique est donnée par l’équation A.6. Le calcul des coeﬃ-
cients ne pose pas de diﬃculté, et est aisement généralisable à une structure plus
complexe (par la méthode des matrices de transfert, notamment).
Dans le chapitre II nous avons évoqué la diversité des formes des spectres de
réﬂectivité et d’eﬀet Kerr résultant des reﬂexions multiples au sein de la structure.
Elles sont illustrées par les ﬁgures II.9 et II.10 : dans un même spectre, deux transi-
tions peuvent montrer une forme très diﬀérente suivant la disposition des puits dans
la structure.
4. Mesures d’effet Kerr
Les mesures d’eﬀet Kerr ont été réalisées par une méthode très similaire à celle dé-
crite par Sato [103]. La lumière incidente, linéairement polarisée E = 1/
√
2E(ex+ey)
(ex et ey sont les vecteurs unitaires) traverse un modulateur élastooptique dont les
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axes (x, y) sont inclinés à 45˚ par rapport à l’axe de la polarisation. Une modu-
lation périodique introduit une retardation δ = δ0 sin 2πft entre les composantes

































iδ) + r−(1− ieiδ)
]
et le détecteur (un photomultiplicateur) détecte une intensité :
Φ = I0
[|r+|2 + |r−|2 + sin δ (|r−|2 − |r+|2)− 2 cos δ Im(r+r∗−)] ∝ ExE∗x (A.7)
L’ellipticité et la rotation Kerr sont données approximativement par :
|r−|2 − |r+|2 ≃ 4R εK
Im(r+r
∗
−) ≃ R sin 2θK ≃ 2R θK
où R = (|r−|2 + |r+|2)/2 est le coeﬃcient moyen de réﬂectivité.
cos δ = cos(δ0 sin 2πft) et sin δ = sin(δ0 sin 2πft) peuvent être développées en
séries de Bessel Jn(x) :
sin δ ≃ 2J1(δ0) sin 2πft
cos δ ≃ J0(δ0) + J2(δ0) sin 4πft
En choisissant l’amplitude de la retardation telle que J0(δ0) = 0, l’équation A.7
devient :
Φ ≃ I0R [1− 4J1(δ0) sin(2πft) εK − 4J2(δ0) sin(4πft) θK ]
Le signal, détecté à la fréquence 2f , est proportionnel à R θK . La rotation Kerr
est obtenue d’après le rapport de ce signal sur le signal de réﬂectivité.
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